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In dieser Arbeit werden die seltenen Zerf

alle b! s  und b! s g, sowie die BB-Oszillation ein-
schlielich QCD-Korrekturen in Next-to-Leading-Log-Approximation untersucht. Es handelt
sich hierbei um Flavor Changing Neutral Current (FCNC) Prozesse, welche auf dem Born-
Niveau innerhalb des Standardmodells verboten sind. Diese Prozesse sind besonders geeignet
zum Testen des Standardmodells, da m

ogliche Erweiterungen potentiell denselben Beitrag lie-
fern k

onnen. Als Erweiterungen werden das 2-Higgs-Dublett-Modell, Links-Rechts-Modelle und
insbesondere das Minimale Supersymmetrische Standardmodell diskutiert.
Am Beispiel der BB-Oszillation wird gezeigt, da die Bestimmung der Wilson-Koezienten
unabh

angig von der Behandlung der leichten Felder ist. Dazu wird zum einen die dimensionale
Regularisierung der IR-Divergenzen und zum anderen die Einf

uhrung von IR-Regulatoren be-
nutzt.
F

ur das BB{Mixing werden mit Hilfe der sehr genau gemessenen Massenaufspaltung m
B
Aussagen zu (V
td
V

tb
)
2
getroen.
Weiterhin wird das Verzweigungsverh

altnis BR[B ! X
s
] im Standardmodell und im Mini-
malen Supersymmetrischen Standardmodell bestimmt.
Abstract
Calculations for the rare decays b ! s  and b ! s g, as well as the BB-mixing inclusive
QCD-corrections in Next-to-Leading-Log-Approximation are presented throughout this work.
The decays and the mixing are caused by Flavor Changing Neutral Current (FCNC) processes,
which are absent on the tree-level within the framework of the Standard-Model. Hence these
processes are qualied to test the validity of the Standard-Model, because possible extensions
may provide similar contributions. Considered extensions are the 2-Higgs-Doublet-Model, Left-
Right-Models and the Minimal Supersymmetric Standard-Model.
It is shown that the determination of the Wilson-coecients is independent of the treatment
of the light elds for the case of the BB-mixing. For this proof the dimensional regularisation
of the IR-divergences on one side and a regulator mass for the light elds on the other side is
utilized.
The well-known value for the mass splitting m
B
available from the BB-oscillation is applied
to deduce (V
td
V

tb
)
2
.
Furthermore the branching ratio BR[B ! X
s
] is calculated within the Standard-Model and
the Supersymmetric Standard-Model.
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Galilei: Um mit einiger Zuversicht die Rotation der Sonne zu
beweisen. Meine Absicht ist nicht, zu beweisen, da ich bis-
her recht gehabt habe, sondern: herauszunden, ob. Ich sage:
lat alle Honung fahren, die ihr in die Beobachtung eintretet.
Vielleicht sind es D

unste, vielleicht sind es Flecken, aber bevor
wir Flecken annehmen, welche uns gelegen k

amen, wollen wir
lieber annehmen, da es Fischschw

anze sind. Ja, wir werden
alles, noch einmal in Frage stellen. Und wir werden nicht mit
Siebenmeilenstiefeln vorw

arts gehen, sondern im Schneckentempo.
Und was wir heute nden, werden wir morgen von der Tafel
streichen und erst wieder anschreiben, wenn wir es noch einmal
gefunden haben. Und was wir zu nden w

unschen, das werden wir,
gefunden, mit besonderen Mitrauen ansehen. Also werden wir an
die Beobachtung der Sonne herangehen mit dem unerbittlichen
Entschlu, den Stillstand der Erde nachzuweisen! Und erst wenn
wir gescheitert sind, vollst

andig und honungslos geschlagen und
unsere Wunden leckend, in traurigster Verfassung, werden wir
zu fragen anfangen, ob wir nicht doch rechtgehabt haben und
die Erde sich dreht! -Mit einem Zwinkern: Sollte uns aber dann
jede andere Annahme als diese unter den H

anden zerronnen sein,
dann keine Gnade mehr mit denen, die nicht geforscht haben und
doch reden. Nehmt das Tuch vom Rohr und richtet es auf die Sonne!
Bertolt Brecht: Leben des Galilei
71 Motivation und Einf

uhrung
Das Standardmodell (SM) der Elementarteilchen{Physik wird heute sehr erfolgreich durch die
elektroschwache Wechselwirkung (U(1)
Y
 SU(2)
I
) und die Quantenchromodynamik (QCD,
SU(3)
C
) beschrieben. Die QCD l

at sich im perturbativen Bereich gut beschreiben, jedoch bein-
haltet der sich aus dem Connement ergebende nicht-perturbative Bereich (  
QCD
) eine
groe Anzahl ungel

oster Probleme. Diese versucht man, durch verschiedene Ans

atze, z. B. Hea-
vy Quark Eective Theory (HQET), Gitter-Eichtheorien, 1/N-Entwicklung und hadronische
Summenregeln zu l

osen. Jedoch mu gegenw

artig festgehalten werden, da es im wesentlichen
noch keine befriedigenden L

osungen gibt. Es wird im weiteren auf diese Problematik nicht ein-
gegangen.
Die elektroschwache Theorie ist von ihrer feldtheoretischen Struktur komplizierter als die QCD
und beinhaltet viele oene Fragen, von denen einige innerhalb dieser Arbeit diskutiert werden
sollen.
Eine sehr prominente Frage ist die der elektroschwachen Symmetriebrechung (U(1)
Y

SU(2)
I
 ! U(1)
Q
) und die Herkunft der Fermionenmassen. Ebenso interessant ist der Fakt,
da die diskreten Symmetrien C, P, CP und T bei der starken und der elektromagnetischen
Wechselwirkung erhalten sind, jedoch alle durch die schwache Wechselwirkung verletzt werden.
Man kann durchaus konstatieren, da der elektroschwache Sektor derjenige ist, der am wenig-
sten verstanden ist. Die Geschichte dieses Feldes brachte bisher und wird in Zukunft noch viele

Uberraschungen bringen.
Dies ist der Grund, warum

uberaus groe Anstrengungen auf diesem Gebiet unternommen wer-
den. Hierbei ist vor allem die BABAR-Kollaboration [1] am SLAC und die Belle-Kollaboration
[2] am KEK in Japan zu nennen. Beide Experimente haben die genaue Bestimmung der
Cabibbo-Kobayashi-Maskawa-Matrix (CKM-Matrix), insbesondere der Elemente, welche mit
den schweren Flavors zusammenh

angen, zum Ziel. Somit werden sie eine Schl

usselrolle bei der
Untersuchung der CP-Verletzung im B-Mesonen-Sektor spielen. LEP2 [3] und LHC [4] wer-
den u. a. der Frage der elektroschwachen Symmetriebrechung und somit der Suche nach dem
Higgs-Teilchen nachgehen.
Entsprechend den gegenw

artigen Planungen f

ur diese Experimente kann davon ausgegangen
werden, da ca. 2005 bis 2010 die Frage nach der CKM-Beschreibung der CP-Verletzung weit-
gehend gekl

art ist. Ebenso wird zu diesem Zeitpunkt das Higgs-Teilchen gefunden sein oder
zumindestens die Masse (letzter unbekannter SM-Parameter) auf einen unwahrscheinlichen Be-
reich eingeschr

ankt sein, so da nach einem anderen Massengenerierungsmechanismus gesucht
werden mu. Weiterhin werden aufgrund der oben aufgef

uhrten Hochpr

azisions-Experimente
die Fehler der SM-Parameter so eingeschr

ankt sein, da genauere Aussagen zur Physik hinter
dem SM, wie z. B. Modelle mit erweitertem Higgs-Sektor oder Supersymmetrie, gemacht wer-
den k

onnen.
Insbesondere die Frage nach Erweiterungen des SM erfordert nicht nur ein starkes experi-
mentelles Engagement, sondern auch die Verbesserung der theoretischen Vorhersagen (h

ohere
Ordnung der St

orungstheorie), um genauere Grenzwerte f

ur
"
Neue Physik\ geben zu k

onnen.
Dazu ist es u. a. f

ur diese Arbeit wichtig, das Wechselspiel zwischen QCD und elektroschwa-
8 1 MOTIVATION UND EINF

UHRUNG
chem Sektor zu analysieren, denn sobald elektroschwache Zerf

alle von B-Mesonen untersucht
werden, wird die QCD eine nicht unwesentliche Rolle spielen. Dazu mu man als quanten-
feldtheoretisches Werkzeug die Wilsonsche-Operatorprodukt-Entwicklung (OPE) [5] und die
Renormierungsgruppen-Theorie (RG) [6] anwenden. Diese Hilfsmittel gestatten es, die

Uber-
gangsamplitude A in der folgenden Form zu schreiben:
A = hH
e
i =
X
i
C
i
(;M
W
)h
^
O
i
()i ; (1)
wobei C
i
die Wilson-Koezienten und
^
O
i
die lokalen Operatoren darstellen. Innerhalb dieser
Beschreibung werden schwere Felder
"
ausintegriert\ (eektive Theorie) und sind implizit in den
Wilson-Koezienten enthalten. Die leichten Felder (dynamische Freiheitsgrade der eektiven
Theorie), d. h. die langreichweitigen Anteile des Prozesses, sind im Matrixelement der loka-
len Operatoren h
^
O
i
()i enthalten. In der Regel werden nur Operatoren niedrigster Dimension
ben

otigt. Alle anderen sind mit p
2
=M
2
W
unterdr

uckt, wobei p die f

ur den Proze relevante Skala
repr

asentiert und M
W
stellvertretend f

ur die schweren Massen steht.
Die OPE (1) hat somit unseren Proze in zwei separate Bestandteile zerlegt, den langreichweiti-
gen (Matrixelemente der Operatoren) und den kurzreichweitigen Anteil (Wilson-Koezienten).
Der Parameter  stellt dabei die Separationsskala dar und ist hier   O(M
W
). Es ist nat

urlich
willk

urlich, welches konkrete  gew

ahlt wird und somit welcher Teil als kurzreichweitiger und
welcher als langreichweitiger Anteil behandelt wird.

Uber diese Freiheit mu noch ausf

uhrlich
diskutiert werden. Die Amplitude A ist als physikalische Gr

oe jedoch unabh

angig von .
Wie bereits erw

ahnt, f

ur den langreichweitigenAnteil gibt es verschiedeneAns

atze (z. B. Gitter-
Eichtheorien). Diese Problemstellung ist jedoch noch nicht befriedigend gekl

art und somit in-
nerhalb der hier gemachten Rechnung mit dem gr

oten Fehler behaftet.
Im Gegensatz dazu k

onnen die kurzreichweitigen Anteile in einer systematischen Weise analy-
tisch untersucht werden. Das Hilfsmittel hierf

ur ist die St

orungstheorie, die dank der asympto-
tischen Freiheit benutzt werden kann.
Das Auftreten von groen Logarithmen ln(
2
=M
2
W
) erfordert ein weiteres bereits erw

ahntes
Hilfsmittel, die RG-Analyse. Durch das Auftreten von sehr verschiedenen Skalen (Separations-
skala  M
W
, hadronische Skala   m
B
) ist man gezwungen, die naive St

orungstheorie durch
die renormierungsgruppen-verbesserte St

orungstheorie zu ersetzen.
Dies f

uhrt dann zu einer Aufsummation von Termen (
s
ln(
2
=M
2
W
))
n
in Leading Order (LO)
und zus

atzlich  
s
(
s
ln(
2
=M
2
W
))
n
in Next-to-Leading Order (NLO) zu allen Ordnungen der
St

orungstheorie. Hierbei repr

asentiert  in diesem Fall die hadronische Skala.
Das Ziel dieser Arbeit soll eine NLO-Analyse des BB-Mixings und des Prozesses B  ! X
s

sein, wobei nur auf den st

orungstheoretischen Anteil fokusiert werden soll. Der langreichweitige
Anteil kann vollkommen unabh

angig bestimmt werden und wird hoentlich eines Tages mit der
gew

unschten Genauigkeit bekannt sein.
Mit Hilfe der OPE und der RG kann die Amplitude immer in der folgenden Form geschrieben
werden [10]:
A 
X
i
B
i

QCD
F
i
(M
W
) ; (2)
9hierbei stellen die B
i
nichtst

orungstheoretische Faktoren dar, die sich aus den hadronischen
Matrixelementen der lokalen Operatoren ergeben. Die Gr

oe 
QCD
beinhaltet die kurzreichwei-
tigen QCD-Korrekturen, die sich aus der RG-Analyse ergeben. Die Funktionen F
i
werden aus
den n-Schleifen Diagrammen bestimmt und h

angen nur von den Massen der schweren Teilchen
(repr

asentiert durch M
W
) ab.
NLO-Rechnungen beinhalten sehr involvierte Berechnungen von Zweischleifen-Diagrammen.
Die erste NLO-Arbeit wurde 1981 von Altarelli et al. [7] f

ur die Theorie der schwachen Zerf

alle
pr

asentiert. Seitdem sind ungeheure Anstrengungen auf diesem Gebiet zu verzeichnen (siehe
u. a. in [8, 9]), die sich alle zum Ziel gesetzt haben, die theoretischen Fehler zu reduzieren, um
k

unftigen Experimenten gerecht zu werden.
Im weiteren sollen einige Gr

unde kurz erw

ahnt werden, warum es sinnvoll ist, komplizierte
NLO-Rechnungen durchzuf

uhren:
 Test der St

orungstheorie,
 Reduktion der numerischen Unsicherheit, die sich aus der Willk

ur der Separationsskala
ergibt,
 die Abh

angigkeit der top-Quark Masse von  ist eine NLO-Eigenschaft.

Uber B-Mesonen-Physik existieren eine groe Anzahl von

Ubersichtsartikeln. Zwei sehr p

adago-
gische und ausf

uhrliche Beschreibungen ndet man in [10]. Bei der Bereitstellung des theore-
tischen Rahmens wird sehr h

aug auf diese Artikel zur

uckgegrien.
Zusammenfassend kann man feststellen, da B-Mesonen-Physik ein exzellentes Laboratorium
darstellt, um zum einen das SM zu

uberpr

ufen und somit zum anderen nach Erweiterungen
des SM zu suchen. Alle Prozesse, die hier diskutiert werden, k

onnen unter dem Begri Flavor
Changing Neutral Currents (FCNC) zusammengefat werden. FCNC-Prozesse sind im SM in
Born-Approximation verboten. Somit sind diese Prozesse prinzipiell durch ihre innerhalb der
Schleifen laufenden virtuellen Beitr

age sensitiv auf
"
Neue Physik\. Insbesondere B-Mesonen
Zerf

alle sind daf

ur sehr gut geeignet. In dieser Arbeit werden die folgenden Szenarien f

ur
Physik jenseits des SM von Interesse sein: die Supersymmetrie, das 2-Higgs-Dublett-Modell
(2HDM) und Links-Rechts-Modelle. Gegenw

artig mu man sagen, da experimentelle Resul-
tate innerhalb der Fehlergrenzen konsistent mit dem SM sind und somit zu einer drastischen
Einschr

ankung der Parameter-Grenzen f

ur die neuen Modelle f

uhren. So sind z. B. die experi-
mentellen Resultate f

ur den Zerfall B ! X
s
 von CLEO [11]:
BR[B ! X
s
] = (3:15 0:35
stat
 0:32
syst
 0:26
model
) 10
 4
(3)
und ALEPH [12]:
BR[B ! X
s
] = (3:11 0:80
stat
 0:72
syst
) 10
 4
(4)
konsistent mit den theoretischen SM Erwartungen:
BR[B ! X
s
] = (3:3 0:3
theor
) 10
 4
: (5)
Dieses Resultat ergibt sich aus NLO-Rechnungen [13] { [16]. Alle Autoren sind sich einig, da
der theoretische Fehler ca. 10% betr

agt [14] { [20].
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2 Theoretische Grundlagen
In diesem Kapitel werden die theoretischen Grundlagen bereitgestellt, die zum einen f

ur die
weiteren Rechnungen notwendig sind und zum anderen diese Arbeit lesbarer machen sollen.
Das Standardmodell (SM) der Elementarteilchenphysik basiert auf dem elektroschwachen SM
und der Quantenchromodynamik (QCD). Beide Theorien werden vorgestellt, selbstverst

andlich
ist es unm

oglich, alle Facetten zu beleuchten. Der Fokus ist vor allem auf die CKM-Matrix und
die CP-Verletzung gerichtet. Desweiteren werden auch sehr technische Fragestellungen betrach-
tet, wie z. B. die Renormierung. Der Begri der Operatorproduktentwicklung (OPE) und die
Renormierungsgruppe (RG) werden vorgestellt. Im Lichte der in naher Zukunft stattnden-
den Experimente (BABAR-Kollaboration, Belle-Kollaboration u. a.) sind ebenso Fragestellun-
gen nach
"
Neuer Physik\ aufzuwerfen. Deshalb wird das 2-Higgs-Dublett-Modell (2HDM), das
Links-Rechts-Modell und das Minimale Supersymmetrische SM (MSSM) beschrieben.
2.1 Das elektroschwache Standardmodell
Die Geburtsstunde des elektroschwachen Standardmodells bzw. des Glashow-Salam-Weinberg-
Modells (GSW-Modell) kann auf die Jahre 1967/68 datiert werden. Es ist die erste erfolgreiche
Vereinigung zweier fundamentaler Wechselwirkungen, der schwachen und der elektroma-
gnetischen, im Rahmen einer Quantenfeldtheorie. Die Hauptidee dieses Modells steckt in
der spontanen Symmetriebrechung U(1)
Y
 SU(2)
I
 ! U(1)
Q
. Im Jahr 1971 gelang 't
Hooft der Renormierungsbeweis [21] und dies verhalf der Theorie zum endg

ultigen Durchbruch.
2.1.1 Eine Einf

uhrung in das elektroschwache Standardmodell
Der Startpunkt f

ur die
"
Herleitung\ ist die folgende sehr einfache Lagrange-Funktion [22, 23]:
L = i

	 @=	 = i(

	
R
@=	
R
+

	
L
@=	
L
) ; (6)
wobei hier vorerst nur der leptonische Sektor der ersten Familie bzw. Generation
1
von Fermionen
betrachtet wird. Ebenso werden die neueren Erkenntnisse hinsichtlich von Neutrino-Massen
[24] ignoriert. Der aufmerksame Leser wird feststellen, da beide Verallgemeinerungen ohne
prinzipielle Ab

anderungen durchf

uhrbar sind.
Die linksh

andigen Fermionen kommen in Dubletts mit dem schwachen Isospin I
W
= 1=2 vor,
wohingegen die rechtsh

andigen Fermionen in Singletts mit I
W
= 0 auftreten:
	
L
=
 

e
e
L
!
; 	
R
=

e
R

:
1
Die Begrie Familie und Generation werden simultan benutzt. Die erste Familie im SM besteht aus dem
Elektron, dem Elektron-Neutrino, dem up- und down-Quark.
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Diese chirale Eigenschaft der Theorie erfordert, da alle Fermionen die Masse Null besitzen,
denn ein Massenterm

		 =

	
L
	
R
+

	
R
	
L
ist nicht mehr invariant unter den noch zu fordern-
den Eichsymmetrie-Transformationen.
Es ist unschwer zu erkennen, da die obige Lagrange-Funktion invariant unter einer SU(2)
I
{
Transformation ist, wobei sich die rechtsh

andigen Fermionen entsprechend der trivialen Dar-
stellung transformieren m

ussen (schwache Ladung I
W
= 0). Eine irreduzible Darstellung hat
die folgende Form:
SU(2)
I
:
0
B
@

e
e
L
e
R
1
C
A
 !
0
B
@
e
 i=2  
0
0
0 0 1
1
C
A
0
B
@

e
e
L
e
R
1
C
A
; (7)
mit den Pauli-Matrizen 
i
als 2-dimensionale Darstellung der SU(2){Generatoren. Die reellen
Zahlen 
i
parametrisieren die Transformation. Desweiteren ist L invariant unter der U(1)
Y
{
Transformation, mit z. B. der folgenden Darstellung:
U(1)
Y
:
0
B
@

e
e
L
e
R
1
C
A
 !
0
B
@
e
in
0 0
0 e
in
0
0 0 e
i
1
C
A
0
B
@

e
e
L
e
R
1
C
A
: (8)
Die Variable n ist eine Zahl, welche nicht notwendigerweise identisch Eins ist und noch festgelegt
werden mu. Sie parametrisiert das unterschiedlicheTransformationsverhalten der Singletts und
Dubletts. Die reelle Zahl  ist der Transformationsparameter. Die mit der U(1)
Y
-Symmetrie
zusammenh

angende Ladung wird entsprechend dem Vorschlag Weinbergs folgend schwache
Hyperladung Y
W
genannt.
Die aus gruppentheoretischen

Uberlegungen folgende quasi-Gell-Mann-Nishijima-Relation stellt
eine Verbindung der erhaltenen Quantenzahlen I
3
W
, Y
W
vor der Symmetriebrechung mit der
Quantenzahl Q (elektrische Ladung: erhaltene Ladung nach der Symmetriebrechung) her:
I
3
W
+
Y
W
2
= Q : (9)
Der Faktor 1=2 vor Y
W
ist reine Konventionssache. Die letzte Gleichung erlaubt es nun, die
schwache Hyperladung f

ur die Fermionen zu berechnen. Es gilt (
e
; e
L
) : Y
W
=  1 und
(e
R
) : Y
W
=  2. Mit anderen Worten, die linksh

andigen Leptonen koppeln mit der halb-
en St

arke, verglichen mit den rechtsh

andigen. Diese Aussage xiert unsere bislang unbekannte
Zahl n auf n = 1=2.
Die nun folgenden Ausf

uhrungen ergeben sich ganz zwangsl

aug aus der Forderung, da die
Theorie lokal eichinvariant sein mu. Die SU(2)
I
{Invarianz erfordert die Einf

uhrung von 3 Eich-
feldern W
i

(i = 1 : : : 3), da die Lie-Algebra der SU(2) 3 Generatoren besitzt, die entsprechend
unseren Quantenzahlen nur an die linksh

andigen Felder koppeln. Das U(1)
Y
-Eichboson wird
mit X

bezeichnet. Somit ergibt sich die folgende unter U(1)
Y
 SU(2)
I
lokal eichinvariante
Lagrange-Dichte, die mit L
1
bezeichnet werden soll:
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L
1
= i

	
R


(@

+ ig
0
X

)	
R
+ i

	
L



@

+
i
2
g
0
X

 
i
2
g  W


	
L
: (10)
Die kinetischen Terme der Eichbosonen haben die Gestalt:
L
2
=  
1
4
F
i

F
i 
 
1
4
G

G

; (11)
mit den folgenden Ausdr

ucken f

ur die Feldst

arke-Tensoren: F
i

= @

W
i

 @

W
i

+ g "
ijk
W
j

W
k

und G

= @

X

  @

X

. Die Eichbosonen m

ussen zur Wahrung der lokalen Eichinvarianz
masselos sein.
Eine Methode zur Erzeugung von Massentermen f

ur die Eichbosonen und ebenso f

ur die Fer-
mionen ohne Zerst

orung der Renormierbarkeit der Theorie ist die spontane Symmetriebrechung
und der Higgs-Mechanismus. Es gibt f

ur diese Mechanismen noch keinen direkten experimen-
tellen Beweis, denn das Higgs-Boson ist das einzige noch nicht gefundene Teilchen im SM. Im
weiteren soll kurz auf beide Mechanismen eingegangen werden.
Das SM basiert auf einem minimalen Higgs-Sektor, d. h. man f

uhrt ein Higgs-Dublett der
Gestalt:
 =
 

+

0
!
=
1
p
2
 

3
+ i
4

1
+ i
2
!
(12)
ein. Dieses Higgs-Dublett besitzt die folgenden Quantenzahlen: I
W
= 1=2 ; Y
W
= 1. Die letz-
te Quantenzahl ist auf den ersten Blick willk

urlich. Eine andere Hyperladung w

are prinzipiell
m

oglich, diese daraus resultierende Theorie w

urde aber nicht unsere beobachtbare Welt be-
schreiben. Die Lagrange-Dichte des Higgs-Teilchens in einer lokal eichinvarianten Form besitzt
die folgende Struktur:
L
3
= (D

)
+
(D

)  
2

+
 

4
(
+
)
2
; (13)
mit der aus der Festlegung der Quantenzahlen folgenden kovarianten Ableitung:
D

=

@

 
i
2
g
0
X

 
i
2
g  W


: (14)
Man bestimmt nun das Minimum des Higgs-Potentials f

ur 
2
< 0. Es existiert eine

uberabz

ahl-
bar unendliche Anzahl von Grundzust

anden (notwendige Forderung f

ur die spontane Symme-
triebrechung), welche alle durch eine SU(2)
I
 U(1)
Y
{Transformation ineinander

uberf

uhrt
werden k

onnen. Die Wahl eines beliebigen dieser

aquivalenten Grundzust

ande entspricht der
spontanen Symmetriebrechung. Um in der

ublichen Art und Weise Quantenfeldtheorie be-
treiben zu k

onnen (Vakuumerwartungswert sollte Null sein), wird das Higgs-Feld um seinen
Vakuumerwartungswert (VEV) verschoben. Das neue Feld besitzt dann einen verschwindenden
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VEV. Diese Verschiebungsprozedur nennt man Higgs-Mechanismus. Eine geschickte Wahl des
Grundzustandes f

uhrt nach der Verschiebung auf folgenden Ausdruck:
(x) =
0
B
@
0
1
p
2
 +
1
p
2
(x)
1
C
A
; (15)
wobei  der VEV des Higgs-Feldes vor der Symmetriebrechung ist. Somit mu das reelle Feld
 einen verschwindenden VEV haben. Um den letzteren Ausdruck zu erhalten, mu man sich
klar machen, da jeder Vakuumzustand gleichberechtigt ist und da man letztlich 3 Freiheits-
grade besitzt, um drei der vier Felder 
i
in Gleichung (12) zu eliminieren. Die spezielle Wahl
in Gleichung (15) bezeichnet man als unit

are Eichung.
Die Substitution  !  entspricht einfachen algebraischen Umformungen [22], welche
zwangsl

aug auf Massenterme f

uhren. In einem Zwischenschritt ersetzt man W
3

und X

durch
ihre Masseneigenzust

ande Z

und A

wie folgt:
Z

=
gW
3

  g
0
X

(g
2
+ g
02
)
1=2
= cos
W
W
3

  sin
W
X

; (16)
A

=
g
0
W
3

+ g X

(g
2
+ g
02
)
1=2
= sin
W
W
3

+ cos
W
X

: (17)
Es handelt sich hierbei um eine orthogonale Transformation.
Summa summarumwird man nach dem Higgs-Mechanismus und der Diagonalisierung der Mas-
senmatrizen auf eine Lagrange-Funktion mit folgenden Eigenschaften gef

uhrt:
 W
1

und W
2

bekommen dieselbe Masse g
2

2
=4 =M
2
W
,
 Z

erh

alt die Masse M
2
W
= cos
2

W
,
 A

bleibt masselos,
 das Neutrino 
e
koppelt nur an Z

und W

,
 e
L
und e
R
koppeln gleich stark an das Feld A

,
 aus den vier Freiheitsgraden des komplexen Dubletts  in Gleichung (12) entsteht ein
neutrales physikalisches Higgs-Boson.
Es ist jetzt zul

assig, das FeldA

als Photon und Z

als Z-Boson zu interpretieren. Die geladenen
W-Bosonen ergeben sich wie folgt:
W


=
1
p
2

W
1

 iW
2


: (18)
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Bis jetzt fehlt noch der entscheidende Teil der Massenerzeugung der Fermionen, welcher auf die
CKM-Matrix f

uhren wird. Die Fermionen bekommen ihre Masse durch die Ankopplung an das
Higgs-Boson (x) (Yukawa-Kopplungen). In der Ein-Familien-N

aherung sieht die dazugeh

orige
Lagrange-Funktion nun unter Ber

ucksichtigung des Quark-Sektors wie folgt aus:
L
4
= f
(e)

l
L
 e
R
+ f
(u)
q
L
~
 u
R
+ f
(d)
q
L
 d
R
=

p
2
[f
(e)
e
L
e
R
+ f
(u)
u
L
u
R
+ f
(d)

d
L
d
R
] +
(x)
p
2
[f
(e)
e
L
e
R
+ : : : ] ; (19)
wobei erneut die unit

are Eichung benutzt wurde. Der erste Summand in der letzten Zeile
entspricht einem Massenterm, wohingegen der letzte nur angedeutete Summand die Wechsel-
wirkung der Fermionen mit dem Higgs-Boson (x) beschreibt. Die Variablen f
(i)
sind beliebige
Zahlen. Desweiteren wurden die folgenden Abk

urzungen benutzt:
q
L
=
 
u
L
d
L
!
; l
L
=
 

e
e
L
!
;
~
 = i
 
0  i
i 0
!


;
wobei u
L=R
das links- bzw. rechtsh

andige up-Quark beschreibt und d
L=R
repr

asentiert das down-
Quark. Die Struktur von L
4
wird bestimmt von der Forderung nach SU(2)
I
 U(1)
Y
{Invarianz.
Im 2-dimensionalen Isospin-Raum der SU(2)
I
lassen sich aus den Vektoren a = (a
1
; a
2
)
T
und
b = (b
1
; b
2
)
T
die folgenden beiden Invarianten konstruieren:
a
T
 b = a
1
b
1
+ a
2
b
2
; ia
T
 
0  i
i 0
!
b = a
1
b
2
  a
2
b
1
:
Die Lagrange-Dichte L
4
ergibt sich nun unter der Annahme masseloser Neutrinos und der
Forderung, da die einzelnen Terme Skalare bez

uglich des Isospins mit Hyperladung Null sind.
Sobald die Familien-Replikation im SM ber

ucksichtigt wird, ist man gezwungen, zwischen zwei
Arten von fermionischen Zust

anden zu unterscheiden: den Wechselwirkungseigenzust

anden und
den Masseneigenzust

anden. Im weiteren werden die Wechselwirkungseigenzust

ande mit einem
Strich versehen.
Die Lagrange-Funktion L
4
verallgemeinert sich zu:
L
4
= f
(e)
AB

l
0
AL
 e
0
BR
+ f
(u)
AB
q
0
AL
~
 u
0
BR
+ f
(d)
AB
q
0
AL
 d
0
BR
: (20)
Die Indizes A und B sind Familien-Indizes und laufen von 1 bis 3. Damit ergibt sich f

ur die
Massenmatrix als Verallgemeinerung:
M
(i)
AB
=  

p
2
f
(i)
AB
: (21)
Es gibt keinen physikalischen oder mathematischen Grund diese Massenmatrix diagonal anzu-
nehmen, im allgemeinen ist diese Matrix nicht einmal symmetrisch oder hermitesch. Um die
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Lagrange-Funktion mit Hilfe von Masseneigenzust

anden schreiben zu k

onnen, mu diese Ma-
trix diagonalisiert werden. Dies geht bei allgemeinen Matrizen durch eine sogenannte biunit

are
Transformation, d. h., es existieren zwei unit

are Matrizen S und T derart, da S
+
MT =M
d
diagonal ist. Ein sehr sch

oner Beweis bendet sich in [25].
Damit ergibt sich die Relation zwischen den Wechselwirkungseigenzust

anden und den Massen-
eigenzust

anden mit Hilfe von :

	
0
L
M	
0
R
= (

	
0
L
S)S
+
M T (T
+
	
0
R
) =

	
L
M
d
	
R
(22)
zu
	
0
R
= T	
R
;

	
0
L
=

	
L
S
+
: (23)
Im weiteren wird nur der Quark-Sektor untersucht. Man kann die folgenden globalen unit

aren
Transformationen durchf

uhren, unter denen L invariant bleibt:
u
0
AR
= (V
uR
)
AB
u
BR
; (24)
d
0
AR
= (V
dR
)
AB
d
BR
; (25)
q
0
AL
= (V
L
)
AB
q
BL
: (26)
W

urde man das Dublett in (26) nicht als einheitliches Objekt transformieren, dann w

urde der
entsprechende Term q
0
AL
iD=q
0
AL
in der Lagrange-Funktion nicht invariant bleiben. Mit diesen
Transformationen gehen die Massenmatrizen

uber in:
M
(u)
AB
! (V
+
L
)
CA
M
(u)
AB
(V
uR
)
BD
= per Konvention reell und diagonal ; (27)
M
(d)
AB
! (V
+
L
)
CA
M
(d)
AB
(V
d R
)
BD
= im allgemeinen nicht diagonal : (28)
Da es nur drei unit

are Matrizen V gibt, kann im allgemeinen nur eine Massenmatrix diagona-
lisiert werden. Man w

ahlt aus Gr

unden der Konvention den up-type-Sektor aus. Um nun auch
noch den down-type-Sektor zu diagonalisieren, mu eine weitere unabh

angige unit

are Trans-
formation durchgef

uhrt werden. Dazu transformiert man die untere Komponente des Dubletts
unabh

angig, d. h.:
d
0
AL
= (V
CKM
)
AB
d
B L
:
Diese Transformation l

at wie bereits erw

ahnt die Lagrange-Funktion nicht mehr invariant.
Betrachtet man z. B. einen Teil von q
0
AL
iD= q
0
AL
:
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L =
g
2
2
q
0
AL


 W

q
0
AL
+ : : :
=
g
2
2
u
0
AL


d
0
AL
W
+
+ : : :
=
g
2
2
u
AL


[V
L
+
V
L
V
CKM
]
AB
d
BL
W
+
+ : : :
=
g
2
2
(V
CKM
)
AB
u
AL


d
BL
W
+
+ : : : : (29)
Wie bereits symbolisiert, ist die neue Matrix V
CKM
die Cabibbo-Kobayashi-Maskawa-
Mischungs-Matrix. Da es sich bei der CKM-Matrix per Denition um eine unit

are 33-Matrix
handelt, kann man sie mit 9 reellen Parametern beschreiben. Wieviele sind davon physikalisch?
Einerseits mu festgestellt werden, da Phasenfaktoren geladener Felder nicht beobachtbar sind
und andererseits spielen in den geladenen Str

omen der GSW-Theorie nur linksh

andige Felder
eine Rolle. Eine beliebige Phasentransformation der linksh

andigen Quarkfelder ver

andert die
CKM-Matrix wie folgt:
V
CKM
!
0
B
@
e
 i
u
e
 i
c
e
 i
t
1
C
A
0
B
@
V
ud
V
us
V
ub
V
cd
V
cs
V
cb
V
td
V
ts
V
tb
1
C
A
0
B
@
e
i
d
e
i
s
e
i
b
1
C
A
; (30)
bzw. f

ur ihre Elemente gilt:
V
u
A
d
B
! e
 i(
u
A
 
d
B
)
V
u
A
d
B
: (31)
Mit anderen Worten w

urden alle Felder mit derselben Phase transformiert, dann h

atte dies
keinen Einu auf die CKM-Matrix. Dies bedeutet aber, da 5 Phasen wegtransformiert
werden k

onnen und somit die CKM-Matrix statt 9 nur 4 beobachtbare Parameter besitzt.
Nat

urlich mu bei der Phasentransformation der Quarkfelder sichergestellt sein, da die ge-
samte Lagrange-Funktion invariant bleibt. Der neutrale Strom ist invariant, da er diagonal im
Flavor-Raum (keine Flavor

andernden neutralen Str

ome auf Born-Niveau) und diagonal in der
H

andigkeit ist. Der einzige nicht invariante Teil in L ist der Yukawa-Term, da er links- und
rechtsh

andige Felder verkn

upft. Dies bedeutet aber nur, da die rechtsh

andigen Felder in ana-
loger Weise wie die linksh

andigen transformiert werden m

ussen, um alles invariant zu lassen.
Im leptonischen Sektor ist, solange man annimmt, da die Massen der Neutrinos alle identisch
Null bzw. entartet sind, eine CKM-Matrix nicht beobachtbar. Im Falle einer beliebigen unit

aren
Transformation w

urden die Masseneigenzust

ande immer wieder auf sich selbst abgebildet wer-
den, d. h. die Unterscheidung zwischen Massen- und Wechselwirkungseigenzust

anden ist nicht
notwendig:
U
+
0
B
@
a
a
a
1
C
A
U = U
+
a 1 U = a U
+
U =
0
B
@
a
a
a
1
C
A
: (32)
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Bevor die CKM-Matrix und die CP-Verletzung ausf

uhrlich beschrieben werden, soll der fermio-
nische Teilcheninhalt und die dazugeh

origen Quantenzahlen zusammengefat werden:
q
L
=
 
u
d
!
L
:
 
u
d
0
!
L
;
 
c
s
0
!
L
;
 
t
b
0
!
L
;
l
L
=
 
n
e
!
L
:
 

e
e
!
L
;
 



!
L
;
 



!
L
;
u
R
: u
R
; c
R
; t
R
;
d
0
R
: d
0
R
; s
0
R
; b
0
R
;
e
R
: e
R
; 
R
; 
R
:

e
L
e
 
L
e
 
R
u
L
u
R
d
L
d
R
Q 0 -1 -1 2/3 2/3 -1/3 -1/3
I
3
W
1/2 -1/2 0 1/2 0 -1/2 0
Y
W
-1 -1 -2 1/3 4/3 1/3 -2/3
Insgesamt besteht das elektroschwache SM aus 17 freien Parametern, den 4 Parametern der
CKM-Matrix, den 9 Fermionenmassen,M
W
, e, sin 
W
und m
Higgs
, wobei f

ur letzteren nur eine
untere Grenze existiert.
2.1.2 Die Cabibbo-Kobayashi-Maskawa Mischungsmatrix
Es gibt verschiedene Parametrisierungen f

ur die Cabibbo-Kobayashi-Maskawa Mischungsmatrix
(CKM-Matrix). Die Standardparametrisierung [26] hat die folgende Gestalt:
V
CKM
=
0
B
@
c
12
c
13
s
12
c
13
s
13
e
 i
 s
12
c
23
  c
12
s
23
s
13
e
i
c
12
c
23
  s
12
s
23
s
13
e
i
s
23
c
13
s
12
s
23
  c
12
s
23
s
13
e
i
 c
12
s
23
  s
12
c
23
s
13
e
i
c
23
c
13
1
C
A
;
wobei die folgenden Abk

urzungen benutzt wurden: c
ij
= cos 
ij
und s
ij
= sin 
ij
. Die ph

ano-
menologische Analyse der letzten Jahre ergibt die vier unabh

angigen Parameter:
s
12
= jV
us
j ; s
13
= jV
ub
j ; s
23
= jV
cb
j ; . Diese Parametrisierung sieht auf den ersten Blick sehr
kompliziert aus, man kann sich jedoch

uberlegen, da zur Parametrisierung der CKM-Matrix
drei reelle Drehungen und eine komplexe Phase notwendig sind. Somit kann geschrieben werden:
V
CKM
=
0
B
@
1 0 0
0 c
23
s
23
0  s
23
c
23
1
C
A
0
B
@
c
13
0 s
13
e
 i
0 1 0
 s
13
e
 i
0 c
13
1
C
A
0
B
@
c
12
s
12
0
 s
12
c
12
0
0 0 1
1
C
A
; (33)
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was direkt zur Standardparametrisierung f

uhrt. Der Vorteil ist, da die CP-verletzende Phase
 immer mit dem sehr kleinen s
13
verkn

upft ist. Die drei Winkel 
12
, 
13
und 
23
lassen sich auf
einen Wertebereich [0; =2] einschr

anken, dann mu jedoch gelten: 0 <  < 2.
Eine weitere f

ur die hier betrachteten F

alle besonders wichtige Parametrisierung ist die von
Wolfenstein (1983) eingef

uhrte [27, 28]. Hierbei handelt es sich um eine Entwicklung bez

uglich
des kleinen Parameters   jV
us
j = 0:22. Es gelten die folgenden Denitionen:
s
12
=  ; s
23
= A
2
; s
13
e
 i
= A
3
(  i ) : (34)
Die Wolfenstein-Parametrisierung hat damit die Gestalt:
V
CKM
=
0
B
@
1   
2
=2  A
3
(   i )
  1   
2
=2 A
2
A
3
(1    i )  A
2
1
1
C
A
+O(
4
) ; (35)
mit (; )  (; ) (1 
2
=2). Die vier unabh

angigen Parameter sind in diesemFall: ; A; ; . Der
Vorteil dieser Form ist die M

oglichkeit einer geometrischen Interpretation. Die Unitarit

at der
CKM-Matrix impliziert mehrere Forderungen f

ur die Matrixelemente. Aus V
+
V = VV
+
= 1
kann man die Relationen:
X
i
V
ij
V

ik
=
X
l
V
jl
V

kl
= 0 fur j 6= k (36)
ableiten, aus denen 6 Unitarit

atsdreiecke in der komplexen Ebene folgen. Z. B. gilt die folgende
Unitarit

atsrelation:
V
ud
V

ub
+ V
cd
V

cb
+ V
td
V

tb
= 0 ; (37)
welche unter Ausnutzung der Wolfenstein-Parametrisierung umgeschrieben werden kann zu:
1 +
V
td
V

tb
V
cd
V

cb
=  
V
ud
V

ub
V
cd
V

cb
 + i  +O(
2
) : (38)
In der komplexen Zahlenebene k

onnen wir diese Relation in Form eines Dreiecks darstellen,
welches wir seiner Herkunft wegen Unitarit

atsdreieck nennen (Abbildung 1). Dieses Unita-
rit

atsdreieck ist vom ph

anomenologischen Standpunkt das wichtigste, da es die Gr

oen V
ub
, V
cb
und V
td
, welche gegenw

artig unter extensiver Diskussion stehen, simultan enth

alt.
Entsprechend Gleichung (38) ergeben sich f

ur die Seiten des Dreiecks die folgenden Beziehungen
zu den CKM-Matrixelementen:
+ i =  
V
ud
V

ub
V
cd
V

cb
; (39)
1    i =  
V
td
V

tb
V
cd
V

cb
: (40)
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
j



V
td
V

td
V
cd
V

cb
V
ud
V

ub
-

j



1    i
1
+ i
(0; 0) (1;0)
(;)
1
Abbildung 1: Das Unitarit

atsdreieck in seiner nicht normierten (links) und normierten (rechts) Version.
Alle 6 Dreiecke haben exakt dieselbe Fl

ache A. Dies kann man wie folgt verizieren: 2 beliebige
komplexe Zahlen z
1
und z
2
bilden zwei Vektoren in der komplexen Ebene, die wiederum ein
Dreieck mit der Fl

ache A
12
formen. Es gilt:
jIm(z

1
z
2
)j = jIm[(x
1
  i y
1
) (x
2
+ i y
2
)]j = jx
1
y
2
  x
2
y
1
j = j~z
1
 ~z
2
j = 2A
12
:
F

ur die Fl

achen der Dreicke soll entsprechend der Gleichung (36) das Symbol A
jk
geschrieben
werden. Es gibt somit die 6 Fl

achen A
ds
, A
db
, A
sb
, A
uc
, A
ut
und A
ct
. Die zur Unitarit

atsrelation
(37) geh

orige Fl

ache lauted A
db
. Die Gr

oe dieser Fl

ache ergibt sich wie folgt:
A
db
=
1
2
jIm(V

ud
V
ub
V
cd
V

cb
)j =
1
2
jIm(V

ud
V
ub
V
td
V

tb
)j =
1
2
jIm(V

cd
V
cb
V
td
V

tb
)j ; (41)
wobei der Term 1=2 jIm(V

ud
V
ub
V
cd
V

cb
)j identisch zur Fl

ache A
uc
ist: 1=2 jIm(V

ud
V
cd
V
ub
V

cb
)j =
A
uc
. Durch dieses einfache Umsortieren kann man feststellen, da alle Dreicke in der Tat dieselbe
Fl

ache besitzen. Mit einer g

unstigen Wahl kann die Gr

oe der Fl

ache einfach berechnet werden.
Mit dem Ausdruck in (41) folgt:
A =
1
2
jIm(V

ud
V
ub
V
td
V

tb
)j
=
1
2
jIm(c
12
c
13
c
23
c
13
s
12
s
23
s
13
e
 i
)j

1
2
s
12
s
23
s
13
sin 
=
1
2
A
2

6
 : (42)
Aufgrund der speziellen Struktur der Fl

achen A
jk
(siehe z. B. in (41)), die darin besteht, da
die einzelnen Quarks sowohl konjugiert als auch nicht konjugiert vorkommen, bleibt der Wert
der Fl

ache invariant bei einer Umparametrisierung der Quarkfelder. Der einzige Eekt einer
Umparametrisierung ist, da sich die Dreiecke drehen.
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Die Entwicklung der letzten Jahre hat eine stetige Reduktion der Fehlergrenzen der einzelnen
CKM-Elemente gebracht, trotzdem ist vor allem die dritte Zeile und Spalte mit noch unbefrie-
digend groen Fehlern verbunden. Entsprechend den neuesten Daten aus dem Particle Physics
Booklet von 1998 [26] sehen die experimentellenWerte unter Benutzung der Unitarit

atsrelation
wie folgt aus:
V
CKM
=
0
B
@
0:9745 bis 0:9760 0:217 bis 0:224 0:0018 bis 0:0045
0:217 bis 0:224 0:9737 bis 0:9753 0:036 bis 0:042
0:004 bis 0:013 0:035 bis 0:042 0:9991 bis 0:9994
1
C
A
: (43)
Zum Abschlu dieses Unterkapitels sollen noch einige Bemerkungen zur Messung der CKM-
Elemente folgen. Ein groes Problem bei allen Messungen stellt das Connement der QCD dar.
Das Element V
ud
wird

uber den Kern--Zerfall u ! d e
+

e
gemessen, wobei

Uberg

ange ho-
her Wahrscheinlichkeit (supererlaubte O
+
! O
+
-

Uberg

ange) benutzt werden. In die theore-
tische Rechnung m

ussen Modelle

uber die explizite Kernstruktur eingehen. In naher Zukunft
wird am Paul-Scherrer-Institut ein alternatives Experiment durchgef

uhrt, welches die Reaktion

+
! 
0
e
+

e
ausnutzt. Der Vorteil hierbei ist die vergleichsweise einfache Struktur der Pionen.
F

ur die Bestimmung von V
us
werden Wirkungsquerschnitte des Prozesses K !  e
+

e
;  
+


jeweils f

ur K
0
und K
+
gemessen.
Das Element V
cd
bestimmt man

uber den Neutrino-Einfang an einem Kern A (

A !

+

 
X
something
bzw. 

A ! 
+

 
X
something
). Als schweres isoskalares Target (Anzahl Neu-
tronen = Anzahl Protonen) hat sich am besten CaCO
3
(Carrera-Marmor) bew

ahrt.
Die Messung des CKM-Matrixelementes V
cs
bestimmt man

uber D
+
! K
0
e
+

e
bzw. D
0
!
K
 
e
+

e
.
Die vier bisher diskutierten Elemente bilden die sogenannte 2  2 Cabbibo-Matrix. In einem
2-Familien-SMmu diese Matrix per Konstruktion unit

ar sein und besitzt somit nur einen reel-
len physikalischen Freiheitsgrad. Dies bedeutet, da die imK-System gemessene CP-Verletzung
[29] in einem 2-Familien-SM nicht mittels der Cabibbo-Matrix erkl

art werden k

onnte. Diese Ma-
trixelemente waren bereits bis 1975 vermessen und im Rahmen der Megenauigkeit gab es keine
Abweichungen von der Unitarit

at, so da sich von daher keine Anhaltspunkte auf eine 3. Fa-
milie ergaben.
Die Bestimmung des Elementes V
cb
erfolgt

uber semileptonische Zerf

alle, wobei die Heavy Quark
Eective Theory (HQET) eine nahezu modellunabh

angige Analyse gestattet [26]. Der exklusive
Zerfall B ! D

l
+

l
ist dazu sehr gut geeignet. Der Proze B ! D l
+

l
gibt ein konsistentes
Resultat jedoch mit geringerer Genauigkeit.
Die Messung des Elements V
ub
erfolgt mittels der Dilepton-Methode auf der Y (4s)-Resonanz
e
+
e
 
! Y (4s)! BB.
Die Elemente V
td
, V
ts
und V
tb
sind noch nicht direkt gemessen worden. Die indirekten Resultate
sind jedoch konsistent mit den direkten Messungen plus den Annahmen: 3 Familien und Uni-
tarit

at der CKM-Matrix. Die Gr

oe jV

tb
V
td
j kann am BB-Mixing studiert werden und V
ts
am
Zerfall b! s . Die genaue Bestimmung dieser Elemente wird eine gewaltige Herausforderung
f

ur die BABAR-Kollaboration am SLAC und die Belle-Kollaboration am KEK sein.
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2.1.3 Die CP-Verletzung
Es soll im weiteren untersucht werden, inwieweit nicht-verschwindende komplexe Phasen in der
Lagrange-Funktion zur CP-Verletzung f

uhren k

onnen. Dazu soll zuerst der sehr einfache Proze
der Quark-Quark-Streuung in Born-N

aherung mittelsW -Boson-Austausch betrachtet werden
2
:
q
a
q
b
! q
c
q
d
bzw. abgek

urzt: a b! c d. Die Amplitude hat schematisch die Gestalt:
M 

q
c


L
V
ca
q
a

(q
b


L
V
bd
q
d
)
+
= V
ca
V

db

q
c


L
q
a

(q
d


L
q
b
) : (44)
Es gilt weiterM
a b!c d
=M
c

d!a

b
, wobei a = q
a
ist. Der hermitisch konjugierte Proze: a

b !
c

d, der identisch ist mit: c d! a b, wird durch:
M
+
 V

ca
V
db

q
a


L
q
c

(q
b


L
q
d
) (45)
beschrieben. Setzt man CP-Invarianz voraus, dann mu gelten, da der CP-gespiegelte Proze
von a b! c d eine Amplitude haben mu, die identisch mitM
+
ist:
M
CP
=M
+
; (46)
da CP-Invarianz sofort T-Invarianz impliziert
3
und c d ! a b der T-gespiegelte Proze ist.
M

ogliche Konstanten vor den Dirac-Str

omen, wie z. B. Massen, Kopplungskonstanten oder
numerische Vorfaktoren,

andern sich unter der CP-Transformation nicht, so da bei Anwendung
des Ladungskonjugations- und Parit

atsoperators auf Gleichung (44) folgt:
M
CP
 V
ca
V

db

q
a


L
q
c

(q
b


L
q
d
) ; (47)
was nur identisch mitM
+
ist, wenn V
ca
V

db
reell ist.
Mit anderen Worten sind die Kopplungskonstanten bzw. Vorfaktoren reell oder k

onnen durch
eine Phasentransformation reell gemacht werden, dann ist die Theorie CP-invariant und damit
T-invariant. Bei komplexen Kopplungskonstanten (CKM-Matrix) gilt nicht mehrM
CP
=M
+
,
was potentiell zur CP-Verletzung f

uhren kann. In dem hier pr

asentierten einfachen Beispiel,
welches nur zur Veranschaulichung des Zusammenhanges zwischen komplexen Phasen und CP-
Verletzung dienen sollte, ist die Phase allerdings unphysikalisch. Es gilt:
jM
CP
j
2
= jM
+
j
2
; (48)
bzw. man k

onnte die Phase durch die Reparametrisierung eines Quarkfeldes von vornherein
zum Verschwinden bringen und w

urde in dem hier pr

asentierten Fall sogar beide Amplituden
zur

Ubereinstimmung bringen.
2
Man kann sich hier eine Modell-Welt vorstellen aus 4 Quarks und einen W -Boson, die CPT-invariant ist.
3
F

ur jede Lorentz-invariante Theorie mit nur lokalen Wechselwirkungen gilt das CPT-Theorem.
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Es soll nun er

ortert werden, unter welchen Umst

anden CP-Verletzung auftreten kann. Im SM
ist die einzige Quelle f

ur CP-Verletzung die CKM-Matrix. Die daraus resultierende Phase nennt
man deshalb
"
schwache\ Phase. Die schwache Phase eines einzelnen Terms ist immer konven-
tionsabh

angig und somit unphysikalisch (siehe Beispiel oben).
Es gibt noch eine andere Art von Phasen in Streu- und Zerfallsamplituden, die haupts

achlich
von der starken Wechselwirkung stammen [30]. Deshalb werden sie als
"
starke\ Phasen bezeich-
net. Sie besitzen dasselbe Vorzeichen inM
f
undM

f
und tragen somit nicht zur CP-Verletzung
bei.
Es ist sinnvoll,M in die drei folgenden Bestandteile aufzuspalten: die AmplitudeA, die schwa-
che Phase exp(i ) und die starke Phase exp(i ). Im allgemeinen tragen mehrere Teilprozesse
bei, so da man f

ur die Amplitude des Zerfalls i! f schreiben kann:
M
f
=
X
k
A
k
e
i (
k
+
k
)
(49)
und analog f

ur den CP-konjugierten Proze:
M
CP

f
=
X
k
A
k
e
i (
k
 
k
)
: (50)
Die phasenkonventionsunabh

angige Gr

oe ist [30]:






M
CP

f
M
f






=





P
k
A
k
e
i (
k
+
k
)
P
k
A
k
e
i (
k
 
k
)





6= 1 =) CP Verletzung : (51)
Diese CP-Verletzung in Zerf

allen wird als direkte CP-Verletzung bezeichnet. Die Berechnung
der starken Phase ist hierbei der schwierigste Punkt, da langreichweitige Beitr

age (Conne-
ment) eine Rolle spielen.
Neben dieser Art der CP-Verletzung im Zerfall gibt es noch die M

oglichkeit der sogenann-
ten indirekten CP-Verletzung, z. B. beim BB-Mixing. Das B- und B-Meson sind Flavor-
Eigenzust

ande. Sie k

onnen unter der schwachen Wechselwirkung ineinander

ubergehen. Die
Zeitentwicklung einer beliebigen Kombination a jBi + b jBi wird durch die Schr

odinger-
Gleichung beschrieben:
i
d
d t
 
a
b
!
=
0
@
hBjH
e
jBi hBjH
e
jBi
hBjH
e
jBi hBjH
e
jBi
1
A
 
a
b
!
=
0
@
M
11
 
i
2
 
11
M
12
 
i
2
 
12
M
21
 
i
2
 
21
M
22
 
i
2
 
22
1
A
 
a
b
!
: (52)
Das CPT-Theorem erfordert M
11
= M
22
,  
11
=  
22
. Wegen der Hermitezit

at des Zeitentwick-
lungsoperators gilt
4
: M
12
=M

21
,  
12
=  

21
. Man erh

alt somit:
i
d
d t
 
a
b
!
=
0
@
M
11
 
i
2
 
11
M
12
 
i
2
 
12
M

12
 
i
2
 

12
M
11
 
i
2
 
11
1
A
 
a
b
!
: (53)
4
Unter der zus

atzlichen Annahme der CP-Invarianz bzw. T-Invarianz ergibt sich: hBjH
e
jBi = hBjH
e
jBi.
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Eine weitere phasenkonventionsunabh

angige Gr

oe ist [30]:





M

12
 
i
2
 

12
M
12
 
i
2
 
12





: (54)
Sobald die CP-Symmetrie erhalten ist, m

ussen die Masseneigenzust

ande (B
H
, B
L
) gleichzeitig
CP-Eigenzust

ande sein. In diesem Fall verschwinden die relativen Phasen und der Quotient in
Gleichung (54) ist 1. Es gilt:





M
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12
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
12
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12
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6= 1 =) CP  Verletzung : (55)
Dieser Typ von CP-Verletzung wird als indirekte CP-Verletzung bezeichnet.
2.2 Die Quantenchromodynamik
Es hat sich herausgestellt und wird in dieser Arbeit sehr ausf

uhrlich geschildert, da die Quan-
tenchromodynamik (QCD) eine sehr wichtige Rolle bei der Analyse von
"
heavy avor\-Physik
spielt. Die QCD ist eine nach dem Vorbild der Quantenelektrodynamik (QED) aufgebaute
Theorie. Sie besitzt jedoch eine groe Anzahl neuer Eigenschaften, die diese Theorie kompli-
zierter machen. Da diese Schwierigkeiten von einer v

ollig anderen Struktur sind, als die des
GSW-Modells, soll im folgenden kurz auf sie eingegangen werden.
Der Weg zur QCD, einer Eichsymmetrie mit der Symmetriegruppe SU(3)
C
, war keineswegs ge-
radlinig. Die approximative Massenentartung des Neutrons und des Protons legte eine Symme-
trie nahe, welche man in Analogie zum Spin als Isospin bezeichnet. Die zugeh

orige Lie-Gruppe
war die SU(2)
F
. Die Brechung dieser Symmetrie versuchte man, dynamisch durch die elektro-
magnetische Wechselwirkung zu begr

unden. Mit der M

oglichkeit immer h

oherer Energien fand
man mehr und mehr Teilchen (Teilchenzoo), die sich nicht mehr in das SU(2)-Schema des star-
ken Isospins einordnen liesen. Man f

uhrte zu diesem Zweck die SU(3)
F
und sp

ater die SU(4)
F
ein, allerdings waren diese Symmetrien viel st

arker gebrochen, als die der SU(2)
F
. Trotz allem
hatten diese Zug

ange Aussagekraft, in dem Sinne, da man neue Teilchen und deren Eigen-
schaften vorhersagen konnte. Da die SU(3) sp

ater eine wichtige Rolle spielen wird, soll kurz
auf ihre mathematische Struktur eingegangen werden.
Die SU(3) ist die Gruppe der speziell unit

aren 3  3 {Matrizen. Im strengen, mathematischen
Sinn m

ute man sagen, da die niedrigst-dimensionale, nichttriviale, irreduzible Darstellung der
SU(3) alle unit

aren 3  3 {Matrizen mit der Determinante 1 umfat. Diese Darstellung wird
als denierende oder fundamentale Darstellung bezeichnet. Jede SU(3){Darstellung besitzt 8
Generatoren T
a
(siehe Anhang D), von denen 2 gleichzeitig diagonalisiert werden k

onnen. Da
diese Generatoren hermitesch sind, bedeutet diese Aussage, da es zwei gleichzeitig meba-
re Observablen gibt. In der mathematischen Terminologie sagt man, es handelt sich um eine
Gruppe mit Rang = 2. Dies wiederum impliziert die Existenz zweier Casimir-Operatoren, also
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zweier Invarianten der Gruppe. Die Generatoren spannen die zur Gruppe geh

orige Lie-Algebra
su(3) auf, und es gilt die folgende Kommutationsrelation:
[T
a
; T
b
] = i f
abc
T
c
; (56)
mit den vollst

andig antisymmetrischen Strukturkonstanten f
abc
. In der Quantenmechanik mit
man nur Eigenwerte zu Observablen. Da es sich bei der SU(3) um eine Rang-2-Gruppe handelt
(2 Observable bzw. 2 Casimir-Operatoren), kann man die Eigenwerte in 2 dimensionalen Bildern
(Multipletts) anordnen. Jedem Paar von Eigenwerten wird dann ein Teilchenname zugeordnet.
Dazu deniert man die folgenden Linearkombinationen von Generatoren [31]:
T

= T
1
 iT
2
; U

= T
6
 iT
7
; V

= T
4
 iT
5
;
T
3
= T
3
; Y =
2
p
3
T
8
:
(57)
Aus den folgenden Kommutationsrelationen:
[T
3
; T

] = T

; [Y ; T

] = 0 ;
[T
3
; U

] = 
1
2
U

; [Y ; U

] = U

;
[T
3
; V

] = 
1
2
V

; [Y ; V

] = V

(58)
folgt, da U

, V

und T

Auf- bzw. Absteigeoperatoren sind. Die Wirkung dieser Operatoren
ist in der Abbildung 2 verdeutlicht.
Man bemerke hierbei die Analogie zur wohlbekannten SU(2){Gruppe mit nur einem Auf- und
Absteigeoperator. Bei dieser Gruppe handelt es sich um eine Rang-1-Gruppe, und sie besitzt
deshalb nur 1-dimensionale Multipletts.

Uber die Form und Besetzung eines allgemeinen Multipletts lassen sich einige n

utzliche Aus-
sagen beweisen. Ein Multiplett ist immer konvex und symmetrisch bei Spiegelungen an der
y{Achse. Die Multiplizit

at der Punkte, d. h. die Besetzung eines Punktes mit unterschiedlichen
Zust

anden, w

achst vom Rand beginnend um 1, bis eine dreieckige Konguration erreicht ist,
von wo ab die Multiplizit

at konstant bleibt. Jeder Randpunkt besitzt die Multiplizit

at 1.
Die SU(3) besitzt zwei nicht

aquivalente, irreduzible 3-dimensionale Darstellungen, die mit 3
und

3 bezeichnet werden. Letztere wird als konjugierte Darstellung zur 3 bezeichnet. Die Mul-
tipletts dieser Darstellung ndet man in Abbildung 3.
Aus diesen beiden Darstellungen kann man alle h

oher dimensionalen irreduziblen Darstellungen
aufbauen. Da man zum damaligen Zeitpunkt bereits vermutete, da es in dem
"
Teilchenzoo\ ein
fundamentales Ordnungsprinzip geben mu, wertete man vielleicht die letztere M

oglichkeit als
einen Hinweis. Dies war Veranlassung, in Abbildung 3 bereits die drei leichten Quarks bzw.
Antiquarks einzuzeichnen. Hierbei

ubernehmen die Quarks jedoch vorerst nur die Rolle von
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Abbildung 2: Die Wirkungsweise der Auf- bzw. Absteigeoperatoren in einem SU (3)-Multiplett .
mathematischen Objekten, die es erm

oglichen, ein System in die Welt der Hadronen zubringen.
Die Hadronen-Multipletts lassen sich nun wie folgt aus den fundamentalen Darstellungen 3 und

3 aufbauen:
 Mesonen: 3 


3 = 8  1, mit einer 8- und 1-dimensionalen Darstellung (siehe Abbildung
4),
 Baryonen: 3 
 3 
 3 = 10  8  8  1.
Ausgehend vom heutigen Wissensstand ist es auch sehr leicht zu erkl

aren, da durch die
Massenaufspaltung der drei leichten Quarks die SU(3)
F
keine exakte Symmetrie sein kann.
Die bisher gemachten Aussagen lassen sich auf die SU(4)
F
{Gruppe verallgemeinern, bei der
es sich um eine Rang-3-Gruppe handelt. Aus diesem Grund werden 3-dimensionale Multipletts
ben

otigt. Deshalb wird die Konstruktion von direkten Produkten mittels graphischer Methoden
(angedeutet in Abbildung 4) sehr schwierig. F

ur die in dieser Arbeit interessanten B-Mesonen
w

urde man sogar die SU(5)
F
-Gruppe ben

otigen, die 4-dimensionale Multipletts besitzt. Des-
weiteren ist das b-Quark viel schwerer im Vergleich zu den 4 leichteren Quarks, so da man
kaum noch von einer Symmetrie sprechen kann.
Wie bereits erw

ahnt, sind die Quarks bisher nur mathematische ad hoc eingef

uhrte Objekte,
die eine Art Buchhaltung erm

oglichen. In der Tat war die Suche nach diesen Objekten bis
1971 ergebnislos geblieben. Erst zu diesem Zeitpunkt konnte man Energien erreichen, die die
innere Struktur von Hadronen au

osen konnten [32], was die Quarks nun auch vom physika-
lischen Standpunkt interessant machte. Das hier eingef

uhrte naive Quark-Modell hatte einige
schwerwiegende Probleme. Es existiert ein Hadron 
++
mit 3 u{Quarks und dem Spin 3/2.
Demzufolge sind 3 identische Quarks in einem symmetrischen Grundzustand anzuordnen. Dies
ist jedoch ein Widerspruch zur Fermi-Statistik. Eine weitere Frage blieb oen. Es konnten aus
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Abbildung 3: Die zwei nicht

aquivalenten, nichttrivialen, irreduziblen Darstellungen der SU (3) mit niedrigster
Dimension. Im linken Teil ist die 3{Darstellung gezeigt und rechts die zugeh

orig konjugierte.
dem naiven Quark-Modell alle gefundenen Sequenzen qq, qqq und qqq reproduziert werden,
aber wieso es keine Objekte, wie qq, qq oder einzelne Quarks gab, blieb unklar.
Die L

osung dieser Probleme war die Einf

uhrung einer neuen Quantenzahl; der
"
Farbe\ und
damit die Geburtsstunde der QCD [33]!
Jedes Quark kommt in drei verschiedenen Farben vor: rot, gr

un, blau
5
. Die Eichgruppe der
QCD ist die SU(3)
C
, wobei das Label
"
C\ andeuten soll, da sie vom physikalischen Stand-
punkt nichts mit der bisher besprochenen Flavor-Symmetrie zu tun hat. Die Lagrange-Dichte
der QCD hat das folgende Aussehen:
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A
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
; (59)
wobei q die Color-Tripletts q = (q
r
; q
b
; q
g
) der Quark-Flavors darstellt. Die QCD-
Kopplungskonstante wird mit g
3
bezeichnet, A
a

ist das nichtabelsche Gluonen-Feld, 
a
re-
pr

asentiert das Geist-Feld (wird nicht weiter betrachtet, da keine geschlossenen Gluonen-
Schleifen auftreten) und  ist der Eichparameter. Die Generatoren und Strukturkonstanten
5
Ein Baryon wird schematisch durch die folgende Wellenfunktion beschrieben: jqqqi
antisymmetrisch
=
jFarbei
antisymmetrisch
 jRaum  Zeit; Spin; Flavori
symmetrisch
. Man bemerkt, da dies in der Kernphysik bei
einem 3-Nukleonen-System verschieden ist: jNNN i
antisymmetrisch
= jRaum  Zeit; Spin; Isospini
antisymmetrisch
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Abbildung 4: Konstruktion des Mesonen-Oktetts bzw. Singletts aus den denierenden Darstellungen der
SU (3). Der Quarkinhalt ist oensichtlich, wenn man sich

uberlegt, da das Singlett in allen Quarkavors
symmetrisch sein mu und die Mesonen in der Mitte des Oktetts orthonormal aufeinander stehen m

ussen und
eines davon dem Isotriplett (du;
p
(1=2) (uu  d

d); u

d) angeh

oren mu.
sind durch T
a
und f
abc
dargestellt. Die Buchstaben a, b, c sind die Farbindizes und laufen von
1 bis 8.
Die SU(3)
C
-Symmetrie wird im Gegensatz zu den Flavor-Symmetrien als exakt angenommen.
Ein weiterer Vorteil der QCD ist, da sie als Bausteine punktf

ormige Teilchen besitzt, aus denen
man prinzipiell Mesonen und Baryonen aufbauen kann. Ein Postulat der QCD ist, da es in
der Natur nur farblose Teilchen gibt, d. h. weie Teilchen im Singlett-Zustand. Diese Teilchen
sind invariant unter einer SU(3)
C
-Transformation. Damit sind freie Quarks und Objekte wie
qq, qq nicht erlaubt.
Die QCD ist prinzipiell in derselben Weise aufgebaut wie die QED, sie besitzt jedoch Eigen-
schaften, die eine

ahnlich pr

azise Auswertung physikalischer Gr

oen wie in der QED unm

oglich
machen und u. a. mit der Unbeobachtbarkeit freier Quarks zu tun haben. Um diese Proble-
matik zu skizzieren, soll die Abh

angigkeit der Kopplungskonstanten von der Energie-Skala in
niedrigster Ordnung betrachtet werden [34]:
QED : 
QED
(Q
2
) =

QED
(
2
)
1 +

QED
(
2
)
4

 
4
3

ln
Q
2

2
;
QCD : 
S
(Q
2
) =

S
(
2
)
1 +

S
(
2
)
4
1
3
[11n
c
  2n
f
] ln
Q
2

2
;
(60)
mit n
c
= 3 = Zahl der Farben, n
f
= Zahl der aktiven Flavor  6 und 
S
= g
2
3
=(4). Der
Term lnQ
2
=
2
besitzt in beiden Theorien ein unterschiedliches Vorzeichen. In der QED wird
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das Vakuum abgeschirmt und die Kopplungsst

arke steigt mit der Energie, wohingegen in der
QCD der umgekehrte Eekt auftritt. Die Energieabh

angigkeit der Kopplung in der QCD kann
in Abbildung 5 gefunden werden.
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Abbildung 5: Skalierung der starken Kopplungskonstanten 
S
. Bildquelle: Particle Data Group
Diese Kurve sagt nun aus, da man bei sehr hohen Energien sicher St

orungstheorie betreiben
darf. Man sagt, die Theorie ist asymptotisch frei. Diese Eigenschaft wird in dieser Arbeit sehr
extensiv ausgenutzt. Die Unterschiede zur QED manifestieren sich in diesem Bereich vor allem
durch den nichtabelschen Charakter und durch die notwendige Bestimmung von Farbfaktoren
(siehe dazu Anhang D).
Wie auch immer, mit sinkender Energie steigt die Kopplungskonstante und die asymptotische
Konvergenz der St

orungsreihe mu ab einer bestimmten Energieskala in Frage gestellt werden.
Mit der Denition [34]:

2
= 
2
exp
"
 12
(11n
c
  2n
f
)
S
(
2
)
#
(61)
kann man die Gleichung (60) wie folgt umschreiben:

S
(Q
2
) =
12
(11n
c
  2n
f
) ln
Q
2

2
: (62)
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Der Parameter  stellt eine experimentell zu bestimmende Referenzskala dar, die zwischen 100
und 500 MeV liegt. Man kann in  eine Grenze sehen, zwischen einer Welt aus quasifreien
Quarks sowie Gluonen und einer Welt aus Nukleonen, Pionen u. s. w. .
Diese soeben diskutierte Eigenschaft der QCD nennt man Connement. Es gibt leider noch
keinen befriedigenden Beweis, ob das Connement streng aus der QCD folgt. F

ur den nicht
mehr durch die St

orungstheorie zug

anglichen Bereich gibt es verschiedene Ans

atze, wie z. B.
Gitter-Eichtheorien, 1/N-Entwicklungen, QCD-Summenregeln u. s. w. .
Die QCD basiert auf Teilchen (Quarks, Gluonen), die in Experimenten nicht beobachtbar
sind. Wie aber kann man nun sicher sein, da diese Theorie eine ad

aquate Beschreibung der
Natur darstellt? Neben der aus tienelastischen Streuexperimenten folgenden inneren Struk-
tur von Nukleonen ergibt sich ein weiterer wichtiger Schlu aus hochenergetischen e
+
e
 
{
Kollisionen. Man erwartet die Ausbildung von hadronischen Jets. Die erste Entdeckung eines
2-Jet-Ereignisses wurde 1975 vom SLAC gemeldet [35], w

ahrend 3-Jet-Ereignisse 1979 von
DESY best

atigt wurden [36]. Diese Experimente stimmen mit den Vorhersagen der QCD sehr
gut

uberein. Derartige Experimente und Rechnungen sind sehr kompliziert und f

uhren weit

uber den hier gespannten Rahmen hinaus.
2.3 Erweiterung des Standardmodells
Es gibt gegenw

artig keine experimentellen Anhaltspunkte f

ur Abweichungen vom Standardmo-
dell (SM). Auf theoretischer Seite vermehren sich trotz allem die Stimmen, da das SM eine
eektive Theorie darstellt.
Das SM besitzt einige inh

arente Schwierigkeiten, z. B. kann es die Gr

oe der Massen der
Elementarteilchen und die Familienreplikation nicht erkl

aren. Das SM macht keine Aussage,
warum die Ladung quantisiert ist, warum es drei Farbfreiheitsgrade gibt und wieso die CKM-
Matrixelemente die experimentell gemessenen Werte haben. Es ist zum heutigen Zeitpunkt
oen, ob derartige Fragen

uberhaupt gekl

art werden k

onnen.
Weiterhin ist die Massengenerierung der Elementarteilchen mit Hilfe des Higgs-Mechanismus
(siehe dazu Kapitel 2.1) eine ebenfalls noch experimentell oene Frage. Ebenso kann gezeigt
werden, da eine Vereinigung der elektroschwachen Theorie und der QCD (innere Symmetrie:
SU(3)
C
SU(2)
I
U(1)
Y
) mit der Gravitation (Raum-Zeit-Symmetrie:SO(3; 1)R) im bisher
bekannten Kalk

ul einer Quantenfeldtheorie ohne weitere Annahmen nicht durchf

uhrbar ist.
Das letztere Problem kann durch die Einf

uhrung einer neuen Symmetrie, der Supersymmetrie
gel

ost werden. Diese Symmetrie verbindet fermionische Freiheitsgrade mit bosonischen. Um
diese Theorie ph

anomenologisch akzeptabel zu machen, ist man gezwungen, sehr viele freie Pa-
rameter einzuf

uhren, was letztlich die Eleganz dieses Konzeptes zerst

ort. Neben dem Wunsch
einer vereinheitlichten Theorie gibt es allerdings ein weiteres Argument f

ur die Supersymmetrie.
Sie l

ost das sogenannte Hierarchie-Problem und
"
sch

utzt\ somit die Higgs-Bosonen-Masse vor
quantenmechanischen Korrekturen, die von schweren Teilchen stammen.
Neben dieser gegenw

artig favorisierten Erweiterung des SM werden in dieser Arbeit noch das 2-
Higgs-Dublett-Modell (2HDM) und Links-Rechts-Modelle betrachtet. Das 2HDM kann als Vor-
arbeit zu einem supersymmetrischen Modell angesehen werden, da die Supersymmetrie einen
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erweiterten Higgs-Sektor aus mindestens 2 Higgs-Dubletts erfordert. Man kann das 2HDM je-
doch auch in Hinsicht auf den vollkommen unbekannten Higgs-Sektor des SM als eigenst

andige
Erweiterung auassen. Die Links-Rechts-symmetrischenModelle k

onnten eine Erkl

arung f

ur die
Parit

atsverletzung darstellen und somit verdeutlichen, warum die beobachteten linksh

andigen
Fermionen in SU(2)-Dubletts und die rechtsh

andigen in Singletts angeordnet sind.
2.3.1 Das 2-Higgs-Dublett-Modell
Im Gegensatz zum SM werden im 2-Higgs-Dublett-Modell (2HDM) zwei Higgs-Dubletts 
1
und

2
angenommen. Damit ver

andert sich das triviale Higgs-Potential des SM zu [37]:
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welches mit der Voraussetzung 
i
 0 die folgenden beiden Vakuumerwartungswerte liefert:
h
1
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0
v
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; h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i =
 
0
v
2
e
i 
!
: (64)
Aus der letztgenannten Gleichung kann man sofort die Schlufolgerung ziehen, da das 2HDM
mit der Forderung sin  6= 0 CP-Verletzung zulassen w

urde.
Weiterhin ist f

ur 
5
= 
6
evident, da die letzten beiden Summanden des Higgs-Potentials in
einem Term wie folgt zusammengefat werden k

onnen:
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Damit kann durch eine geschickte Phasenwahl eines Higgs-Dubletts die Phase exp(i ) entfernt
werden, und es folgt ein CP-invariantes Potential.
Im weiteren soll sin  = 0 angenommen werden, was insbesondere von supersymmetrischen
Theorien favorisiert wird. Damit wird die CP-Verletzung in diesem Kontext nur durch die
komplexe Phase der CKM-Matrix beschrieben.
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F

ur die hier pr

asentierten Rechnungen sind die geladenen physikalischen Higgs-Teilchen wichtig.
Diese ergeben sich wie folgt [37]:
H

=  

1
sin  + 

2
cos  : (66)
Neben diesen geladenen Teilchen gibt es noch drei neutrale physikalische Higgs-Teilchen. Somit
besitzt der erweiterte Higgs-Sektor 6 freie Parameter (vorausgesetzt exp(i ) = 1): 4 Higgs-
Massen und v
1
, v
2
bzw. wie aus Gleichung (63) ersichtlich: 
i
mit i = 1 : : : 6.
Es werden zwei Arten von Modellen
6
unterschieden: Im Modell I koppeln die Quarks und
Leptonen per Konstruktion nicht an 
1
, sondern nur an 
2
. Im Typ II koppeln die down-type
Fermionen an 
1
und die up-type Fermionen an 
2
.
Der relevante Teil des Yukawa-Sektors, der die Kopplung der geladenen Higgs-Bosonen an
Quarks beschreibt, sieht f

ur beide Modelle wie folgt aus:
L
Yukawa
= g
2
3
X
i;j=1
u
i
 
A
u
m
u
i
p
2M
W
V
ij
CKM
P
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 A
d
V
ij
CKM
m
d
i
p
2M
W
P
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!
d
j
H
+
+ h:c: : (67)
Die Familienindizes sind durch i und j repr

asentiert. Die Unterscheidung der zwei Modell-Typen
erfolgt durch A
u
und A
d
. So gilt im 2HDM I:
A
u
= A
d
=
1
tan 
(68)
und im Modell II:
A
u
=  
1
A
d
=
1
tan
: (69)
Der Schl

usselparameter beider Modelle ist tan. Er ist deniert durch tan  = v
2
=v
1
. Der
Modell-Typ II entspricht dem im Minimalen Supersymmetrischen SM verwirklichten Higgs-
Sektor.
2.3.2 Links-Rechts-Modelle
Die Eichgruppe dieser Modelle ist die SU(3)
C
 SU(2)
L
 SU(2)
R
 U(1). Sie stellen somit
eine Verallgemeinerung des SM dar. Wie beim 2HDM kann man sie auch als einen Zwischen-
zustand zu einer m

oglichen Grand Unied Theory (GUT) ansehen. Die urspr

ungliche Motiva-
tion war die Erkl

arung der Parit

atsverletzung. Dies erfordert jedoch eine zus

atzliche diskrete
Links-Rechts-Symmetrie. Modelle mit dieser Annahme werden als Links-Rechts-symmetrische
Modelle bezeichnet und zeichnen sich durch einige Vereinfachungen gegen

uber dem allgemeinen
Fall aus. So gilt z. B. g
L
= g
R
(Kopplungskonstanten der entsprechenden SU(2)-Gruppen) so-
wie Vereinfachungen im Yukawa-Sektor [38]. Diese Modelle f

uhren zu vern

unftigen Resultaten,
6
Es existiert noch ein 2HDM III, welches FCNC auf dem Born-Niveau zul

at. Es soll hier keine Rolle spielen.
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wenn man sie als alleinige Verallgemeinerung des SM ansieht. Sie ergeben jedoch drastische
Schwierigkeiten, sobald sie in GUT's eingebettet werden. Deshalb geht man von dieser diskre-
ten Symmetrie ab bzw. betrachtet sie als gebrochen.
Die Symmetriebrechung hin zur SU(3)
C
 U(1)
Q
kann man sich wie folgt vorstellen [39]:
SU(3)
C
 SU(2)
L
 SU(2)
R
 U(1)
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L
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e
Der Teilcheninhalt vor der Symmetriebrechung besteht aus links- und rechtsh

andigen Dubletts
bzgl. der SU(2):
q
0
L
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u
0
d
0
!
L
; q
0
R
=
 
u
0
d
0
!
R
;
l
0
L
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
0
e
0
!
L
; l
0
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
0
e
0
!
R
;
(70)
wobei die Striche andeuten, da in der Wechselwirkungsbasis gearbeitet wird. Um den Fer-
mionen mittels der Yukawa-Wechselwirkung eine Masse zu geben, mu ein skalares Bi-Dublett
eingef

uhrt werden:
 =
 

0
1

+
1

 
2

0
2
!
: (71)
Es mu sich hierbei um ein Bi-Dublett handeln, da sich das Objekt unter beiden SU(2)-Gruppen
als Dublett transformieren soll. Das Bi-Dublett erh

alt einen Vakuumerwartungswert:
hi =
 
k 0
0 k
0
!
; (72)
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mit den komplexen Zahlen k und k
0
. Die Struktur von hi ist durch die notwendige U(1){
Invarianz gegeben. Durch die m

ogliche Existenz eines von einem komplexen, matrixartigen
Vakuumerwartungswertes ist eine weitere potentielle Quelle f

ur die CP-Verletzung gegeben.
Um die Symmetrie zur ph

anomenologisch wichtigen Struktur SU(3)
C
 U(1)
Q
zu brechen,
werden weitere Higgs-Multipletts ben

otigt [39]:
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: (73)
Diese erhalten die folgenden Vakuumerwartungswerte [39]:
h
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; h
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v
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: (74)
Das linksh

andige Dublett ist im allgemeinen nicht notwendig, auer, man fordert explizit die
Links-Rechts-Symmetrie. Neben dieser Art der Symmetriebrechung kann man alternative Me-
thoden betrachten (z. B. Higgs-Tripletts).
Diese hier besprochenen Modelle beinhalten einige neue Freiheitsgrade. So entsteht eine zweite
CKM-Matrix f

ur den rechtsh

andigen Sektor. Desweiteren erfordert die Erweiterung der Eich-
gruppe die Postulierung von zwei neuen geladenen Eichteilchen W

R
und einem neutralen Z
0
.
Durch die Symmetriebrechung kommt es zu einer Mischung der geladenen links- und
rechtsh

andigen W -Bosonen [39]:
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Aus dieser Matrix resultieren die folgenden Masseneigenwerte:
M
2
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M
2
L
+M
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und Masseneigenzust

ande:
W

1
= cos  W
+
L
+ e
 i 
sin  W
+
R
; (78)
W

2
=   sin  W
+
L
+ e
 i 
cos  W
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Der in den letzten Gleichungen aufgetretene Mischungswinkel  ist wie folgt deniert:
tan(2 ) =
2M
2
LR
M
2
L
 M
2
R
: (80)
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Das Boson W
1
wird am Tevatron und bei LEP2 direkt produziert und geht f

ur  ! 0 in das
SM W -Boson

uber [30]. Die ph

anomenologischen Grenzen fordern, da der Mischungswinkel
sehr klein ist, so da das W
1
haupts

achlich linksh

andig ist und in guter N

aherung mit dem
SM W -Boson

ubereinstimmt. Weiterhin mu das W
2
sehr schwer sein [38, 39, 40]. Die in
der Mischungsmatrix (75) auftretende komplexe Phase ist wiederum potentielle Quelle f

ur CP-
Verletzung.
Die f

ur den Zerfall b! s relevante Lagrange-Dichte enth

alt die Kopplungen derW
1=2
-Bosonen
und die zugeh

origen would-be-Goldstone-Boson 
1=2
(Feynman-'t Hooft-Eichung) an die Quarks
[39]:
L =
1
p
2
q
n


W
+
1
h
 g
L
cos  V
L
P
L
  g
R
sin  e
i
V
R
P
R
i
+

W
+
2
h
g
L
sin  V
L
P
L
  g
R
cos  e
i 
V
R
P
R
i
+

+
1
M
1
h
g
L
cos  V
L
M
D
  g
R
sin  e
i 
V
R
M
U

P
R
 

g
L
cos  V
L
M
U
  g
R
sin  e
i 
V
R
M
D

P
L
i
+

+
2
M
2
h
 

g
L
sin  V
L
M
D
+ g
R
cos  e
i
V
R
M
U

P
R
+

g
L
sin  V
L
M
U
+ g
R
cos  e
i 
V
R
M
D

P
L
io
q + h:c: : (81)
Die Familienindizes wurden unterdr

uckt, V
L
und V
R
stellen die links- und rechtsh

andige CKM-
Matrix dar,M
U
undM
D
bezeichnen die diagonalen Massenmatrizen der up- und down-Quarks.
In Links-Rechts-symmetrischen Modellen gilt die zus

atzliche Forderung jV
L
j = jV
R
j.
2.3.3 Das Minimale Supersymmetrische Standardmodell
Die Supersymmetrie ist eine mathematisch sehr komplizierte Theorie. Es existieren viele sehr
gute Reviews

uber dieses Gebiet [41, 42]. An dieser Stelle kann nur Platz f

ur eine kurze
Aufz

ahlung der Grundeigenschaften und Ideen sein. Es wird sich vor allem auf das ph

anome-
nologisch wichtige Minimale Supersymmetrische Standardmodell (MSSM) beschr

ankt.
Bei dem gegenw

artigen experimentellen Hintergrund erscheint es schwierig, abgesehen von phi-
losophischen und

asthetischen Fragestellungen, Erweiterungen des SM, insbesondere die Super-
symmetrie, zu motivieren. Trotzallem ist die Supersymmetrie eine faszinierende Theorie.
Das Konzept der
"
Symmetrie\ war stets sehr erfolgreich in der Physik. Im stetigen Glauben an
eine symmetrische Welt erscheint die Einf

uhrung einer neuen Symmetrie zwischen zwei v

ollig
verschiedenen Statistiken, der Bose-Einstein-Statistik und der Fermi-Dirac-Statistik, als eine
nahezu nat

urliche Erweiterung. Man mu sich jedoch vor Augen f

uhren, da einige Probleme
gel

ost werden, aber unz

ahlige hinzukommen. Das wohl gr

ote Problem ist, da es zum ge-
genw

artigen Zeitpunkt nicht die geringste experimentelle Evidenz f

ur die Supersymmetrie gibt.
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Ein wichtiger theoretischer Grund, der f

ur diese Theorie spricht, ist die Erkl

arung sehr un-
terschiedlicher Skalen. Da das Higgs-Boson mit allen massiven Teilchen mittels der Yukawa-
Kopplung wechselwirkt, bekommt es starke quantenmechanische Korrekturen von insbeson-
dere sehr schweren Teilchen der Theorie (z. B. dem W
R
im Links-Rechts-symmetrischen Mo-
dell). Die Higgs-Masse kann jedoch nicht beliebig schwer sein, da sie mit der elektroschwachen
Symmetriebrechung korreliert ist. Die Supersymmetrie sch

utzt die Higgs-Masse, da zu jedem
Fermionen-Loop ein bosonischer mit umgekehrten Vorzeichen existiert und somit kritische Bei-
tr

age, insbesondere die quadratischen Divergenzen, aufgehoben werden.
Die Supersymmetrie verbindet Fermionen mit Bosonen:
^
QjBosoni = jFermioni ;
^
QjFermioni = jBosoni ; (82)
wobei
^
Q ein antikommutierender Spinor sein mu, da ein Statistikwechsel erfolgt. Die m

ogli-
che Form f

ur derartige Symmetrien ist durch das Haag-Lopuszanski-Sohnius Theorem [43],
einer Erweiterung des Coleman-Mandula Theorems [44], stark eingeschr

ankt. Die Algebra mu
insbesondere f

ur Theorien mit chiralen Fermionen die folgende schematische Gestalt besitzen:
f
^
Q;
^
Q
+
g = P

;
f
^
Q;
^
Qg = f
^
Q
+
;
^
Q
+
g = 0 ; (83)
[P

;
^
Q] = [P

;
^
Q
+
] = 0 ;
welche neben den f

ur Lie-Algebren

ublichen Kommutationsrelationen auch Antikommutatoren
enth

alt und deshalb Super-Lie-Algebra genannt wird. Die erste Relation verkn

upft supersymme-
trische Transformationen mit einer Raum-Zeit-Translation in nichttrivialer Weise. Diese sehr

uberraschende Eigenschaft der Supersymmetrie erm

oglicht die Verbindung zur Gravitations-
theorie. Allerdings mu dazu eine lokale Supersymmetrie verlangt werden. Die Betrachtung
dieses interessanten Ph

anomens w

urde

uber die hier pr

asentierte einfache Einf

uhrung weit hin-
aus gehen.
Entsprechend der Anzahl der N linear unabh

angigen Operatoren
^
Q charakterisiert man die
Theorie. Das MSSM ist eine N = 1 Supersymmetrie.
Die Teilchen werden in Supermultipletts angeordnet (siehe dazu auch Kapitel 2.2), wobei ein
Supermultiplett Teilchen mit unterschiedlichem Spin inkorporiert. Teilchen eines Supermulti-
pletts werden als Superpartner bezeichnet. Sie sind massenentartet, da der (Massen)
2
-Operator
P
2
mit
^
Q vertauscht. Weiterhin gilt, da die Operatoren
^
Q mit den Generatoren der Eichgrup-
pen vertauschen, so da die Superpartner bis auf den Spin dieselben Quantenzahlen besitzen.
Die Zahl der fermionischen und bosonischen Freiheitsgrade im Supermultiplett sind identisch.
Beispiele f

ur die einfachsten m

oglichen Supermultipletts sind das chirale Multiplett
7
, bestehend
aus einem Spin-1/2-Weyl Fermion und zwei reellen Skalaren, sowie das Vektor-Multiplett, beste-
hend aus einem masselosen Vektor-Teilchen und einem Spin-1/2-Weyl Fermion. Dem aufmerk-
samen Leser wird nicht entgehen, da die Anzahl der bosonischen und fermionischen Freiheits-
grade identisch ist. An dieser Stelle ist eine wichtige Feststellung hinsichtlich der Einordnung
7
In diesem Kapitel werden Multiplett und Supermultiplett synonym verwendet.
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der bekannten SM-Teilchen zu machen. Die Superpartner m

ussen identische Eigenschaften un-
ter der Eichtransformation besitzen. Damit m

ussen die Fermionen im Vektormultiplett sich
ebenfalls unter der adjungierten Darstellung transformieren. Diese hat jedoch die Eigenschaft,
ihre eigene konjugierte Darstellung zu sein, demzufolge m

ussen sich links- und rechtsh

andige
Fermionen identisch transformieren. Dies ist im SM nicht der Fall, weshalb die bekannten Fer-
mion nur im chiralen Multiplett eingeordnet werden k

onnen. Die Einordnung der Bosonen ist
eindeutig.
Die Namen der Spin-Null Superpartner erhalten ein
"
s\ f

ur
"
skalar\ vor ihren Namen
8
(Selektron: ~e
L
; ~e
R
). Die Spin-1/2-Superpartner der Vektorbosonen erhalten einen Appendix
"
ino\ (gluino: ~g).
Das skalare Higgs-Boson wird in das chirale Multiplett eingeordnet. Es zeigt sich, da f

ur die
Konstruktion einer anomalie-freien Supersymmetriemindestens zwei derartige Supermultipletts
n

otig sind [41]. Desweiteren werden zwei Multipletts ben

otigt, um f

ur alle Teilchen eine Masse
zu generieren.
Die Materie- und Eichfelder des MSSM (N = 1-Theorie, jedem bosonischen Freiheitsgrad wird
genau ein fermionischer Freiheitsgrad zugeordnet und umgekehrt) vor der elektroschwachen
Symmetrie-Brechung sind in den Tabellen 1 und 2 angeordnet.
Namen Superfeld Spin 0 Spin 1/2
Squarks, Quarks Q (~u
L
;
~
d
L
) (u
L
; d
L
)
( 3 Familien) U ~u
R
u
R
D
~
d
R
d
R
Sleptons, Leptons L (~; ~e
L
) (; e
L
)
( 3 Familien) E ~e
R
e
R
Higgs, Higgsino H
1
(h
1
1
; h
2
1
) (
~
h
1
1
;
~
h
2
1
)
H
2
(h
1
2
; h
2
2
) (
~
h
1
2
;
~
h
2
2
)
Tabelle 1: Materiefelder des MSSM. Man beachte, da vor der elektroschwachen Symmetriebrechung die
Symbole  und e nichts mit dem Neutrino und Elektron zu tun haben. Um jedoch die Zahl der Symbole nicht

uberm

aig anwachsen zu lassen, werden dieselben Bezeichnungen wie nach der Symmetriebrechung benutzt.
Die elektroschwache Symmetriebrechung f

uhrt zu einer Mischung von Teilchen mit gleichen
Quantenzahlen im elektroschwachen Sektor (siehe dazu auch Kapitel 2.1). Das Bino, das neu-
trale Wino sowie die neutralen Higgsinos mischen zu den Neutralinos ~
0
. Die geladenen Winos
und Higgsinos mischen zu den Charginos ~

. Die konkrete Mischung ist modellabh

angig. Eine
8
Die Subskripte L und R an den Namen der skalaren Teilchen sind nur Symbole und haben nichts mit
Chiralit

at zu tun.
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Namen Spin 1/2 Spin 1
Winos, schwaches Isospin-Eichfeld
~
W
i
W
i

Bino, schwaches Hyperladungs-Eichfeld
~
B X

Gluinos, Gluonen ~g
a
g
a

Tabelle 2: Die Eichfelder des MSSM vor der elektroschwachen Symmetriebrechung.
weitere hier wichtige Mischung ndet im Quarksektor statt. Die Gluonen und ihre Superpartner
bleiben selbstverst

andlich ungemischt.
Ein oensichtliches Problem der Supersymmetrie ist, da noch kein Superpartner gefunden
wurde, obwohl z. B. ~e
L
und ~e
R
eine Masse exakt m
e
haben m

uten. Deshalb ist festzustellen,
da die Supersymmetrie gebrochen ist! Im Gegensatz zur elektroschwachen Symmetriebrechung
gibt es noch kein etabliertes mathematisches Verfahren zur Supersymmetriebrechung. Diese
Unwissenheit [45] wird deshalb durch das Hinzuf

ugen explizit symmetriebrechender Terme pa-
rametrisiert. Nach wie vor soll das Hierarchie-Poblem gel

ost bleiben, man spricht deshalb von
einer weichen Brechung. Die Lagrange-Dichte hat dann symbolisch die Gestalt:
L = L
SUSY
+ L
SOFT
: (84)
Bevor

uber das MSSM diskutiert werden soll, ist es angezeigt, sich noch einmal mit dem einfach-
sten supersymmetrischen Modell zu befassen. Das masselose Wess-Zumino-Modell [41] besteht
aus einem Weyl-Fermion  mit dem Spin 1/2 und einem komplexen skalaren Feld :
L = L
Skalar
+ L
Fermion
=  @



@

  i  
+


@

 ; (85)
wobei die Notation im Anhang C aufgelistet ist. Die Supersymmetrie-Transformation

uberf

uhrt
ein Boson in ein Fermion und umgekehrt. Die einfachste M

oglichkeit hat innitesimal die fol-
gende Gestalt:

S
 = " ; 
S


= "
+
 
+
; (86)
mit dem konstanten, antikommutierenden, 2-komponentigen Weyl-Spinor " (globale Supersym-
metrie, parametrisiert durch "). Folglich gilt:

S
L
Skalar
=  " @

 @



  "
+
@

 
+
@

 ; (87)
was mit:

S
(L
Skalar
+ L
Fermion
) = 0 (88)
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zu der folgenden Forderung f

ur 
S
angewendet auf Spinoren f

uhrt:

S
 

= i(

"
+
)

@

 ; 
S
 
+
_
=  i(" 

)
_
@



: (89)
Damit ist die explizite Form f

ur den transformierten fermionischen Teil gefunden:

S
L
Fermion
=  " 



@

 @



+  
+




"
+
@

@


= " @

 @



+ "
+
@

 
+
@

+ totales Dierential ; (90)
welcher bis auf ein totales Dierential in der Tat mit  
S
L
Skalar

ubereinstimmt. Es wurden
die Identit

aten (488) und (489) aus dem Anhang C benutzt. Im n

achsten Schritt mu gezeigt
werden, da sich die Superalgebra schliet, d. h. da die Hintereinanderausf

uhrung zweier Trans-
formationen nicht aus der Menge herausf

uhrt. Dazu benutzt man die Supertransformationen
(86) und die Gleichungen (89), welche zu folgenden Resultaten f

uhren [41]:
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Die letztgenannte Gleichung l

at sich unter Anwendung der folgenden Identit

at f

ur Spinoren
[41]:


( ) =  

( )  

( ) (93)
umformen zu:
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Der letzte Summand verschwindet bei Anwendung der Bewegungsgleichung (on-shell) und der
Kommutator zweier Supertransformationen stimmt f

ur das skalare und fermionische Feld

uber-
ein und ist proportional dem Generator der Raum-Zeit-Translation. Nun ist es w

unschenswert,
da die Supertransformationen auch im quantenmechanischen Sinn gelten, d. h. o-shell. Dies
wird durch einen formalen Trick erreicht. Es wird ein neues skalares Feld eingef

uhrt, welches kei-
nen kinetischen Term besitzt und somit keinen dynamischen Freiheitsgrad der Theorie darstellt.
Dieses k

unstliche Feld (auxiliary eld) F besitzt die folgende Lagrange-Funktion:
L
auxiliary
= F

F : (95)
Das Feld transformiert sich unter der Supersymmetrie-Transformation per Konstruktion derart,
da die Supertransformation f

ur alle Teilchen des chiralen Multipletts (,  , F ) identisch zu
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Gleichung (91) ist.
Zum Beweis des Abschlusses der Superalgebra wurden Kommutatoren betrachtet, im Gegen-
satz zu den f

ur Q und Q
+
in Gleichung (83) geforderten Antikommutatoren. Das ist kein
Widerspruch, denn durch die Einf

uhrung des spinoriellen Parameters " l

at sich die Algebra
komplett durch Kommutatoren beschreiben. Die Poincare-Supergruppe besitzt 14 Generatoren
(P

, M

, Q, Q
+
) [46]. Ein Element der Gruppe (Lorentz-Drehungen seien ausgeschlossen)
besitzt die Form:
A(a
1
; "
1
; "
+
1
) = exp[i( a

1
P

+ "
1
Q+ "
+
1
Q
+
)] ; (96)
und somit gilt f

ur innitesimale Transformationen unter Ausnutzung der schematischen Form
der Superalgebra (83):
[A(a
1
; "
1
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+
1
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+
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+
2
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+
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1
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+
2
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+
1
"
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+
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+
; Q
+
g
=  ("
1
"
+
2
+ "
+
1
"
2
)fQ
+
; Qg  P

: (97)
Im R

uckblick gibt es ein plausibles Argument f

ur die Einf

uhrung des Hilfsfeldes. Das komplexe,
skalare Feld besitzt on- und o-shell 2 Freiheitsgrade. Der Weyl-Spinor besitzt jedoch o-shell 2
Freiheitsgrade mehr, welche durch das Hilfsfeld kompensiert werden. Es gilt somit auch o-shell
f

ur ein Supermultiplett: Die Anzahl der bosonischen Freiheitsgrade ist identisch der Anzahl der
fermionischen Freiheitsgrade.
In einem realistischen Modell gibt es mehrere chirale Multipletts, welche sowohl Eichwechsel-
wirkungen als auch Nicht-Eichwechselwirkungen (Yukawa-Wechselwirkungen) eingehen. Ent-
sprechend der bisherigen Diskussion kann man schreiben:
L
free
=   @


i
@


i
  i  
+i


@

 
i
+ F
i
F
i
; (98)
wobei der Index i und im folgenden auch j die Multipletts durchnumerieren soll. F

ur die
Wechselwirkung der chiralen Multipletts untereinander wird der folgende allgemeine Ansatz
gemacht:
L
int
=  
1
2
W
ij
 
i
 
j
+W
i
F
i
+ h:c: : (99)
Die freien FunktionenW
ij
undW
i
h

angen nur von den skalaren Feldern 
i
ab, da die Abh

angig-
keit von F
i
bzw.  
i
zu Massendimensionen gr

oer als 4 f

uhren oder keinen Lorentz-Skalar er-
geben w

urde. Ebenso darf L
int
keine Terme enthalten, die nur von den skalaren Feldern 
i
abh

angen, da diese Terme nicht invariant unter einer Supertransformation w

aren. F

ur L
int
mu
separat gelten:

S
L
int
= 0 : (100)
40 2 THEORETISCHE GRUNDLAGEN
Nach einigen nichttrivialen Rechnungen [41] ergeben sich die folgenden Beziehungen:
W
ij
=

2
 
i
 
j
W ; (101)
W
i
=

 
i
W (102)
mit dem Superpotential:
W =
1
2
M
ij

i

j
+
1
6
Y
ijk

i

j

k
; (103)
wobei der 1. Summand einen Massenterm und der 2. Summand einen Yukawa-Term darstellen.
Die KonstantenM
ij
und Y
ijk
sind symmetrisch unter Austausch der Indizes und m

ussen expe-
rimentell bestimmt werden. Betrachtet man f

ur L
free
+ L
int
die klassische Bewegungsgleichung
f

ur das Hilfsfeld, die sich aus dem Term F
i
F
i
+W
i
F
i
+W

i
F
i
ergibt:
F
i
=  W

i
; F
i
=  W
i
; (104)
dann kann das Hilfsfeld eliminiert werden und f

ur L folgt:
L =  @


i
@

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+ i


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
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: (105)
Erweitert man diese Betrachtungen auf das Vektormultiplett mit
L
gauge
=  
1
2
F
a

F
 a
  i 
+a


@


a
+
1
2
D
a
D
a
(106)
und fordert f

ur diese Terme lokale Eichinvarianz (@

! D

), dann erh

alt man die Eichwech-
selwirkung zwischen Vektormultiplett und chiralem Multiplett. Auch im Falle des Vektormul-
tipletts mu ein Hilfsfeld D
a
= (D
a
)

eingef

uhrt werden, um zu garantieren, da die Theorie
unter der Supersymmetrietransformation quantenmechanisch (o-shell) invariant ist. Im ein-
fachsten Fall mu das Vektormultiplett ein Spin-1/2-Weyl-Fermion  und ein Vektorfeld A
a
mit der Feldst

arke F
a

enthalten.
Diese hier pr

asentierten sehr knappen und bei weitem nicht vollst

andigen Betrachtungen sollen
zeigen, wie kompliziert die Konstruktion einer supersymmetrischen Quantenfeldtheorie bereits
im einfachsten Fall ist. Die leitenden Prinzipien sind jedoch wie immer: Eichinvarianz und
Renormierbarkeit, allerdings nun noch mit der zus

atzlichen Forderung nach einer globalen In-
varianz unter der Supersymmetrietransformation.
Es soll nun zum viel komplizierteremMSSM und damit zum Teilcheninhalt aus den Tabellen 1
und 2 zur

uckgekehrt werden. Es gibt sehr viele unterschiedliche Konventionen und Notationen.
2.3 Erweiterung des Standardmodells 41
In dieser Arbeit wird das Papier [47, 48] zugrunde gelegt. Das Superpotential hat die folgende
Gestalt [41, 47, 49]
9
:
W = H
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H
2
+ Y
U
ij
Q
i
H
2
U
j
+ Y
D
ij
Q
i
H
1
D
j
+ Y
E
ij
L
i
H
1
E
j
; (107)
wobei die Matrizen Y
U;D;E
die jeweiligen Yukawa-Kopplungen parametrisieren. Die supersym-
metrische Lagrange-Dichte kann mit Hilfe des Superpotentials in die folgende schematische
Form gebracht werden:
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Der Index G steht stellvertretend f

ur die Quantenzahlen der SM-Eichgruppen: Farbe, schwa-
cher Isospin und schwache Hyperladung. Die Buchstaben A und B indizieren die adjungierten
Darstellungen der nicht-abelschen Untergruppen des SM. Die skalaren Teilchen wurden mit
 abgek

urzt, w

ahrend die Materie-Fermionen und die Superpartner der Vektorbosonen mit  
bzw.  bezeichnet wurden.
Wie bereits angesprochen, mu die Supersymmetrie auf niedrigen Energieskalen gebrochen sein.
Die Unwissenheit

uber den konkreten Brechungsmechanismus parametrisiert man mittels ex-
plizit symmetriebrechender Terme:
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Man beachte, da die Brechung der Supersymmetrie vor der elektroschwachen Symmetriebre-
chung stattndet, so da zwangsl

aug in der letzten Gleichung Winos
~
W und Binos
~
B auftre-
ten. Die elektroschwache Symmetriebrechung erfolgt in einer anomalie-freien Supersymmetrie
durch zwei Higgs-Dubletts (2HDM II). Die Brechung der elektroschwachen Symmetrie hat eine
Mischung der MSSM-Felder zur Folge. Die Masseneigenzust

ande sind mit den Wechselwirkungs-
eigenzust

anden durch unit

are Transformationen verkn

upft :
9
Die Yukawa-Terme sind Bestandteil des Superpotentials. Die Yukawa-Wechselwirkungsterme sind durch die
Forderung nach Invarianz unter Supersymmetrie wesentlich st

arker in ihrer Form eingeschr

ankt als im SM. Dies
ist u. a. ein Grund f

ur die Notwendigkeit der Existenz mindestens zweier Higgs-Dubletts
42 2 THEORETISCHE GRUNDLAGEN
u
0
= S
U
L
u+ S
U
R
Cu
c
T
; ~u
0
=  
U
 
S
U
L
~u
S
U
R
~
u
c

!
;
d
0
= S
D
L
d   S
D
R
Cd
c
T
;
~
d
0
=  
D
 
S
D
L
~
d
 S
D
R
~
d
c

!
;

0
= S
N
L
 ; ~
0
=  
N
S
E
L
~ ;
e
0
= S
E
L
e  S
E
R
Ce
c
T
; ~e
0
=  
E
 
S
E
L
~e
 S
E
R
~
e
c

!
:
Die 3 3 Massenmatrizen der Quarks und Leptonen haben die folgende Gestalt:
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Die 6 6 Massenmatrizen der entsprechenden Superpartner sind wesentlich komplizierter und
h

angen von vielen Parametern ab:
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Die bereits angesprochene Mischung im Sektor der Gauginos hat hier explizit das folgende
Aussehen f

ur die Charginos:
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sowie f

ur die Neutralinos:
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Die unit

aren Matrizen U; V und N diagonalisieren dabei die Massenmatrizen der Charginos :
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und der Neutralinos
(N

)
 1
M
~
0
(N
y
)
 1
=
0
B
B
B
@
m
~
B
0  M
Z
sin 
W
cos M
Z
sin
W
sin
0 m
~
W
M
Z
cos 
W
cos  M
Z
cos
W
sin
 M
Z
sin
W
cos  M
Z
cos 
W
cos 0 
M
Z
sin
W
sin   M
Z
cos 
W
sin  0
1
C
C
C
A
:
(120)
Nachdem die Diagonalisierung der Massenmatrizen abgeschlossen und somit nun alles mit
Masseneigenzust

anden beschrieben ist, erh

alt man f

ur den hier wichtigen Teil der Lagrange-
Funktion, welcher die Kopplung von Quarks, Squarks mit Gluinos, Charginos und Neutralinos
beschreibt:
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wobei sich f

ur die Matrizen die folgenden Ausdr

ucke ergeben:
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Die CKM-Matrix ergibt sich dabei als V
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S
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Die Wechselwirkung der Squarks untereinander wird durch den Term :
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bestimmt.
2.4 Die Renormierung
In diesem Kapitel soll neben einer kurzen allgemeinen Erl

auterung des Begris Renormierung
vor allem die hier notwendige QCD-Renormierung und die Renormierungsgruppe vorgestellt
werden [6, 22, 50, 51].
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2.4.1 Eine kurze Einf

uhrung in die Renormierung
Um diesen Punkt m

oglichst kurz und

uberschaubar zu halten, wird sich auf die 
4
{Theorie
beschr

ankt.
Sobald man die Born-Approximation verl

at, wird man in 1. Ordnung St

orungstheorie mit dem
linken Diagramm in Abbildung 6 und in 2. Ordnung mit dem rechten Diagramm im gleichen
Bild konfrontiert.
I
1
=
&%
'$

p
1
I
2
=
p
2
Abbildung 6: 1. und 2. Ordnung St

orungstheorie in der 
4
{Theorie.
Das erste Diagramm ist quadratisch und das zweite ist logarithmisch divergent. Die Diagramme
sind proportional zu den folgenden Integralen:
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Wie soll nun eine st

orungstheoretische Rechnung sinnvolle und eindeutige Resultate liefern,
wenn bereits in der 1. Ordnung divergente Ausdr

ucke auftreten? Ein Ausweg aus dem Dilemma
bietet die Renormierung. Um die Aufgabe der Renormierung expliziter und durchschaubarer
zu halten, m

ussen die anstehenden Integrale zuerst regularisiert werden. Dieses Verfahren ist
nicht eindeutig und erst die Symbiose mit der Renormierung f

uhrt zu eindeutigen Resultaten
(auf existierende Probleme der Renormierungsschemaabh

angigkeit soll hier nicht eingegangen
werden). Es gibt verschiedene Regularisierungsverfahren, z. B. die Einf

uhrung eines harten
Cut-o-Parameters (nicht lorentz-invariant), die Pauli-Villars-Regularisierung (verletzt Ward-
Identit

aten) und die dimensionale Regularisierung (problematisch beim Auftreten von 
5
). Die
letztere Methode ist die eleganteste und wird in dieser Arbeit benutzt (siehe dazu Anhang E).
Der erste Schritt bei der dimensionalen Regularisierung ist die analytische Fortsetzung der
Lagrange-Dichte zu D = 4   2 " Dimensionen:
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F

ur die 2-Punkt-Greens-Funktion folgt mit Gleichung (536):
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wobei der endliche Term im folgenden nicht interessieren soll.
Das soeben berechnete Diagramm entsteht durch die Selbstwechselwirkung des {Feldes. Die
Aufgabe ist es nun zu zeigen, da die Wechselwirkung den Parameter m in L

andert und da
letztlich die Unendlichkeit in m absorbiert werden kann.
Die 2-Punkt-Greens-Funktion im Ortsraum lautet:
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wobei der Propagator des freien Teilchens wie folgt deniert ist:
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was letztlich formal bis zu O(g
2
) mittels der Umkehrung von: (1   x)
 1
= 1 + x + O(x
2
)
geschrieben werden kann als:
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Dieses Resultat l

at sich nun im obigen Sinn interpretieren: die Wechselwirkung proportional
zu g hat den Parameter m ver

andert. Man kann dieses Ergebnis verallgemeinern. Dazu wird
deniert:
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F

ur die vollst

andige, zusammenh

angende 2-Punkt-Greens-Funktion l

at sich somit symbolisch
schreiben:
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mit dem freien Propagator G
0
(p) im Impulsraum. Dieses Ergebnis f

uhrt zu dem Schlu, da
m
2
phys
= m
2
+  ist.
Diese nur sehr grobe Beschreibung sollte zeigen, da die Parameter in der unrenormierten
Lagrange-Dichte nicht die physikalischen Werte sind (es wurde aus Platzgr

unden nur f

ur die
Masse gezeigt).
Die Theorie der Renormierung ist mathematisch sehr anspruchsvoll [6]. Fragen nach der Ein-
deutigkeit physikalischer Gr

oen, also der Unabh

angigkeit von der Regularisierungs- und Re-
normierungsprozedur gehen weit

uber den hier gespannten Rahmen hinaus. Letztlich sollte nur
gezeigt werden, da die Renormierung nichts mystisches ist und zusammen mit dem in Kapitel
2.2 beschriebenen quantenphysikalischen Eekt der Vakuumabschirmung sich physikalisch auf-
dr

angt.
Im weiteren sollen zwei

aquivalente
"
Rezepte\ zur Renormierung vorgestellt werden. Im er-
steren wird angenommen, da G
(2)
C
endlich ist, d. h., es wird ein neuer Parameter m
1
derart
eingef

uhrt, da gilt: i=G
(2)
C
= p
2
 m
2
1
. Der neue Parameter m
1
repr

asentiert die physikalische
Masse. Der urspr

ungliche Parameter m in L wird als unendlich angenommen (besitzt somit
keine physikalische Signikanz). In der 1-loop-Approximation gilt dann:
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bzw. umgeschrieben:
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In der

ublichen Terminologie stellt m die unrenormierte und m
1
die renormierte Masse dar.
Z
m
ist die Renormierungskonstante, welche f

ur die Massenrenormierung verantwortlich ist. Die
Divergenz ist identisch mit der in Gleichung (133).
Das zweite sehr h

aug benutzte Verfahren ist die Counter-Term-Methode. Hierbei geht man
davon aus, da in L bereits die physikalischen Parameter stehen. Die dadurch auftretenden
Divergenzen werden durch zus

atzliche Terme, die Counter-Terme kompensiert. Addiert man zu
der Lagrange-Dichte den Term:
L
1
=  
g m
2
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2
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
2
; (141)
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so ergibt sich eine zus

atzliche Feynman-Regel:
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: (142)
Mit dieser Regel folgt f

ur den kompletten Propagator bis zur 1. Ordnung in g mit Gleichung
(133) ein oensichtlich endlicher Ausdruck:
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Beide Verfahren sind

aquivalent. Die unrenormierten Gr

oen werden in beiden F

allen multipli-
kativ renormiert.
2.4.2 Die Renormierung der QCD
Das Hauptziel dieser Arbeit ist die Untersuchung von QCD-Korrekturen zu schwachen Pro-
zessen. Deshalb soll im weiteren die hier ausschlielich zu gebrauchende QCD-Renormierung
untersucht werden.
Nach der erfolgten dimensionalen Regularisierung erfolgt die Subtraktion der Divergenzen mit-
tels dem MS-Schema (modied minimal subtraction scheme) [52]. Dazu werden im allgemeinen
die folgenden Renormierungskonstanten Z
i
ben

otigt:
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Da in allen hier betrachteten F

allen die Geist-Felder keine Rolle spielen, ist
~
Z
3
irrelevant. Ebenso
kann auf die Renormierung des Eichparameters verzichtet werden, da nur eichunabh

angige
Gr

oen untersucht werden.
Die hier benutzte Counter-Term-Methode ergibt sich sehr einfach durch die Anwendung von
(144). Die formal zus

atzlich entstehenden Terme nennt man Counter-Terme, sie k

onnen als
Wechselwirkungsterme aufgefat werden. F

ur den kinetischen Teil der Quarks sieht das wie
folgt aus:
L
q
= q
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i @= q
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 q i @= q  m q q + (Z
q
  1) q i @= q   (Z
q
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Der Vorteil dieser Methode ist, da nur renormierte bzw. physikalische Gr

oen eine Rolle spie-
len. Die Renormierungskonstanten werden dann so bestimmt, da sie die Divergenzen beseiti-
gen. Dabei gibt es eine gewisse Willk

ur, denn neben den Divergenzen k

onnen im allgemeinen
auch endliche Terme abgezogen werden. Die Subtraktion der endlichen Teile h

angt von dem
gew

ahlten Renormierungsschema ab. Im MS-Schema (minimal subtraction scheme) werden
nur die Divergenzen (1="-Pole) abgezogen. Das hat den Vorteil, da die Renomierungskonstan-
ten keine explizite Renormierungsskalen- und Massenabh

angigkeit besitzen. Deshalb wird das
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MS-Schema als massenunabh

angiges Renormierungsschema bezeichnet. Eine beliebige Renor-
mierungskonstante innerhalb der QCD hat damit folgendes Aussehen:
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) ; (146)
wobei a
i
, b
i
und c
i
unabh

angig von der Skala  sind. Mit Hilfe des MS-Schemas kann nun
eine ganze Klasse von Subtraktionsschemata abgeleitet werden, die sich nur durch eine unter-
schiedliche Fortsetzung der Kopplungskonstante in D Dimensionen unterscheiden. Man kann
schreiben:
g
0 3
= Z
g
g
3
( f)
"
; (147)
wobei f eine beliebige Zahl ist. Im MS-Schema gilt f = 1 und im MS-Schema gilt:
f = e

E
=2
(4)
 1=2
: (148)
Der Vorteil des MS-Schemas ist, da neben dem 1="-Pol auch die f

ur die dimensionale Regulari-
sierung generischen Terme (ln 4 
E
) abgezogen werden. Das MS-Schema wird in dieser Arbeit
extensiv benutzt. Alle derartig aus demMS-Schema hergeleiteten Renormierungsschemata sind
massenunabh

angige Schemata.
2.4.3 Die Renormierungsgruppe
Die Abh

angigkeit der renormierten Gr

oen von der Renormierungsskala wird durch die Re-
normierungsgruppengleichung (RG) beschrieben. Im weiteren sollen einige Grundz

uge der RG-
Theorie am Beispiel der
"
laufenden Kopplungskonstanten\ erl

autert werden. Im Kapitel

uber
eektive Theorien wird dann f

ur die Wilson-Koezienten gezeigt, wie man mit der RG ei-
ne Verbesserung der naiven St

orungstheorie erreichen kann (renormierungsgruppen-verbesserte
St

orungstheorie).
Die RG-Theorie besagt, da unrenormierte Gr

oen nicht von der Renormierungsskala abh

angen.
Diese Aussage bedeutet f

ur die Kopplungskonstante:
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) = 0 ; (149)
woraus das folgende {Abh

angigkeitsverhalten f

ur die renormierte Kopplungskonstante abge-
leitet wird:
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In 4 Dimensionen beschreibt die wichtige QCD--Funktion das Skalierungsverhalten von g
3
.
Im MS bzw. MS-Schema k

onnen die Renormierungskonstanten Z
i
in der folgenden Form ge-
schrieben werden:
Z
i
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1
X
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1
"
k
Z
i;k
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3
) ; (151)
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was bereits in Gleichung (146) und im Kapitel 2.4.1 angedeutet wurde (siehe Gleichung (140)).
Da die -Funktion sehr wichtig ist, soll noch eine wichtige und eindrucksvolle Beziehung abge-
leitet werden. Dazu wird als Ausgangsgleichung:
(g
3
; ")   " g
3
  g
3
f(g
3
) (152)
herangezogen, wobei die Abk

urzung f(g
3
) f

ur den Ausdruck:
f(g
3
) =

Z
g
dZ
g
d
(153)
steht. Mit Hilfe der Entwicklung f

ur die Renormierungskonstante (151) ergibt sich:
f(g
3
)

1 +
Z
g;1
"
+
Z
g;2
"
2
+ : : :

=
d g
2
3
d ln
dZ
g
d g
2
3
= 2 g
3
(g
3
; ")
 
1
"
dZ
g;1
d g
2
3
+
1
"
2
dZ
g;2
d g
2
3
+ : : :
!
: (154)
Nach dem Koezientenvergleich folgt aus der letzten Gleichung zusammen mit der Relation
(152) f

ur den nichtsingul

aren Teil:
f(g
3
) =  2 g
2
3
dZ
g;1
(g
3
)
d g
2
3
(155)
bzw.
(g
3
) = 2 g
3
3
dZ
g;1
(g
3
)
d g
2
3
: (156)
Diese Gleichung beinhaltet nun aber den Schlu, da die RG-Funktion (g
3
) einzig aus den
1=" {Teilen von Z
g
berechnet werden kann und dieses Resultat zu allen Ordnungen in der
St

orungstheorie gilt. Weiterhin ergibt sich daraus die folgende Entwicklung f

ur  in der QCD:
(g
3
) =  
0
g
3
3
16
2
  
1
g
5
3
(16
2
)
2
; (157)
wobei sich die Koezienten aus Z
g;1
ergeben. In den Reviews [10] werden sie wie folgt ange-
geben:

0
=
11n
C
  2n
f
3
; 
1
=
34
3
n
2
C
 
10
3
n
C
n
f
  2C
F
n
f
; (158)
mit C
F
= (n
2
C
  1)=(2n
C
) und n
C
= 3 = Zahl der Farben, n
f
= Anzahl der aktiven Flavor.
Mit der Denition 
S
= g
2
3
=(4) l

at sich die Gleichung (157) umschreiben in eine nichtlineare
Dierentialgleichung 1.Ordnung f

ur 
S
:
d
S
d ln
=  2
0

2
S
4
  2
1

3
S
(4)
2
  : : : ; (159)
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deren L

osung in niedrigster Ordnung angegeben werden kann zu:

S
() =

S
(
0
)
1 +

S
(
0
)
4

0
ln

2

2
0
: (160)
Mit der Denition f

ur  aus Gleichung (61) wird die letzte Gleichung wie folgt umgeschrieben:

S
() =
4

0
ln(
2
=
2
)
: (161)
Eine L

osung, die auch 
3
S
-Terme in Gleichung (159) einschliet, ndet man in [10]:

S
() =
4

0
ln(
2
=
2
)
"
1  

1

2
0
ln ln(
2
=
2
)
ln(
2
=
2
)
#
: (162)
Mit dieser Gleichung schliet sich der Kreis, denn

uber diese wurde bereits im Kapitel 2.2
diskutiert, dort allerdings nur bis zur Leading-Order.
2.4.4 Probleme mit der Matrix 
5
in D Dimensionen
In 4 Dimensionen ist die Matrix 
5
mittels

5
=  
i
4 !








"

; (163)
deniert, wobei f

ur den Permutationstensor (Levi-Civita Symbol) gilt: "
0123
=  1. Damit erge-
ben sich f

ur 
5
die folgenden Beziehungen:

2
5
= 1 ; 
+
5
= 
5
; f

; 
5
g = 0 : (164)
Da der Rang eines Tensors nicht von der Dimension abh

angen sollte, ist der Permutations-
tensor ein 4-dimensionales Objekt und 
5
mit der Denition (163) nicht nach D Dimensionen
fortsetzbar. Dieser Sachverhalt ist f

ur die dimensionale Regularisierung problematisch.
Es gibt verschiedene M

oglichkeiten, dieses Problem zu behandeln, von denen 3 kurz aufgez

ahlt
werden sollen. Die erste Rechenmethode ist die naive dimensionale Regularisierung (NDR). Sie
wird am h

augsten benutzt. Es wird ein D-dimensionaler metrischer Tensor eingef

uhrt, f

ur den
gilt:
g
 
= g
 
; g


= D ; g
 
g


= g
 
; f

; 

g = 2g
 
: (165)
Die Matrix 
5
soll nun mit 

antikommutieren:
f

; 
5
g = 0 ; (166)
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was zu algebraischen Inkonsistenzen f

uhrt [53]. Eine notwendige Bedingung daf

ur, da das
NDR-Schema richtige Resultate liefert, scheint zu sein, da man Spuren der folgenden Art
Tr[








5
] in der Rechnung vermeidet [10]. In der Tat, mit obigen Regeln wei man nicht,
wie man damit umgehen sollte. Buras und Weisz haben in einer groen Anzahl von Rechnungen
gezeigt, da das NDR-Schema bei Vermeidung der direkten Berechnung von Tr[








5
]
zu korrekten Resultaten f

uhrt [8]. Der Vorteil dieses Verfahrens ist, da es infolge seiner Ein-
fachheit gut auf Rechnern implementiert werden kann.
Das zweite Verfahren, die dimensionale Reduktion (DRED) wurde von Siegel [54] zur Re-
normierung supersymmetrischer Theorien entwickelt. Hierbei werden die Dirac-Matrizen in 4
Dimensionen behandelt und f

ur die Kontraktion mit dem D-dimensionalen metrischen Tensor
aus den divergenten Integralen soll gelten:
~g
 
g


= g
 
; (167)
wobei ~g
 
ein 4-dimensionales Objekt ist und g
 
ein D-dimensionales. Auch dieses Verfahren
besitzt aufgrund der letzten Relation Inkonsistenzen, die in [55] diskutiert wurden. Das DRED-
Schema hat sich noch nicht etablieren k

onnen. Der Vorteil dieses Schemas ist allerdings, da
man die Dirac-Algebra in 4 Dimensionen ausf

uhren kann.
Das letzte hier aufzuf

uhrende und bis heute einzige konsistente Schema ist das 't Hooft-Veltman
Schema [56]. Es l

at sich sehr schwierig auf dem Computer umsetzen. Aufgrund seiner Konsi-
stenz [53] darf dies jedoch nicht st

oren. Neben einemD- und 4-dimensionalen metrischen Tensor
g und ~g wird zus

atzlich ein 2 "-dimensionaler Tensor g^ eingef

uhrt. Die Regeln sind wie folgt:
g
 
= g
 
; g


= D ; g
 
g


= g
 
; (168)
und analog f

ur ~g und g^. Weiter gilt:
~g
 
g


= ~g
 
; g^
 
g


= g^
 
; g^
 
~g


= 0 : (169)
Die Dirac-Matrizen werden in einen 4-dimensionalen und einen 2 "-dimensionalen Anteil aufge-
spalten:


= ~

+ ^

; (170)
f

ur die gelten soll:
f
5
; ~

g = 0 ; f
5
; ^

g = 0 ; 
2
5
= 1 : (171)
Da in dieser Arbeit Spuren

uber Dirac-Matrizen keine Rolle spielen, wird auf das einfache
NDR-Schema zur

uckgegrien.
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2.5 Eektive Theorien
In diesem Kapitel werden Begrie und Methoden vorgestellt, die notwendig sind, um elek-
troschwache Prozesse im Rahmen einer eektiven Theorie zu beschreiben.
Die Hadronen (z. B. B-Mesonen) werden durch die starke Wechselwirkung zusammengehal-
ten. Die f

ur diese Arbeit typische hadronische Energieskala ist von der Ordnung 1 GeV. Der
schwache Zerfall bzw. das Mixing von Hadronen wird durch die typische elektoschwache Skala
von ca. 80-90 GeV beschrieben. Dieser gewaltige Skalenunterschied erm

oglicht die Konstruktion
einer eektiven Theorie, wobei das Werkzeug die Operatorproduktentwicklung (OPE) [5] ist.
Auf diesem Gebiet ist vor allem von der Arbeitsgruppe um Andrzej J. Buras (TU M

unchen)
Wegweisendes geleistet wurden. Der neueste

Ubersichtsartikel von A. J. Buras (siehe [10]) ist
sehr p

adagogisch und umfassend, so da sich diese Arbeit im wesentlichen daran orientiert.
2.5.1 Die Operatorproduktentwicklung
Ziel der OPE ist die saubere Trennung eines Prozesses in lang- und kurzreichweitige bzw. in
nieder- und hochenergetische Anteile
10
. Das Matrixelement des eektiven Hamilton-Operators
H
e
eines schwachen Prozesses i! o kann wie folgt geschrieben werden:
A = hojH
e
jii =
G
F
p
2
V
CKM
X
k
C
k
hoj
^
O
k
jii ; (172)
wobei V
CKM
stellvertretend f

ur alle am Proze beteiligten CKM-Matrixelemente steht. Die
Wilson-Koezienten C
k
enthalten alle kurzreichweitigen Beitr

age und
^
O
k
repr

asentieren die
am Proze beteiligten lokalen Operatoren. Die Matrixelemente der Operatoren beschreiben die
langreichweitigen Anteile.
Einige Aspekte der OPE sollen an dem sehr einfachen Beispiel c ! s u

d in niedrigster Ord-
nung der St

orungstheorie verdeutlicht werden. Es wird im Free-Quark-Modell gerechnet, d. h.
hadronische Korrekturen sollen im weiteren nicht interessieren. Die Amplitude f

ur das linke
Diagramm in Abbildung 7 hat die Form:
A
voll
=  4
G
F
p
2
V

cs
V
ud
M
2
W
k
2
 M
2
W
[s 
L
c] [u 

L
d] : (173)
Da der Impuls

ubertrag k sehr klein ist, verglichen mit der Masse des W -Bosons, k

onnen Terme
der Ordnung k
2
=M
2
W
in der Regel sicher vernachl

assigt werden. Man erh

alt somit:
A
e
= 4
G
F
p
2
V

cs
V
ud
[s 
L
c] [u 

L
d] +O(k
2
=M
2
W
) 
G
F
p
2
V

cs
V
ud
C
1
h
^
O
1
i
tree
(174)
bzw.
10
Der genaue quantitative Zahlenwert der Separationsskala ist prozessabh

angig und f

ur ein allgemeines
Verst

andnis des hier beschriebenen Verfahrens nicht notwendig. Nat

urlich wird er innerhalb der durchzuf

uhren-
den Rechnungen speziziert. Die Separationsskala wird hier immer so gew

ahlt, da im hochenergetischen Bereich
st

orungstheoretisch gerechnet werden kann.
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Abbildung 7:

Ubergang von der vollen Theorie zur eektiven Theorie durch Ausintegration der schweren
Freiheitsgrade (hier W -Boson). Ein klassisches Beispiel ist Fermi's 4-Quark-Theorie.
h
^
O
1
i
tree
= [s
 L
c] [u 

L
d] ; (175)
C
1
= 4 : (176)
Der Index
"
tree\ soll anzeigen, da das rechte Diagramm in Abbildung 7 ein Tree-Level-
Diagramm repr

asentiert. Alle h

oher dimensionalen Operatoren, welche von

aueren Impulsen
abh

angen, wurden vernachl

assigt. Die Entwicklung der zwei nichtlokalen Fermi-Str

ome nach
lokalen Operatoren (hier ein 4-Quark-Operator der Dimension 6) ist die Grundidee der OPE.
Mit Hilfe des Pfadintegralformalismus hat man einen formalen, mathematischen Apparat in
der Hand, der obiges Vorgehen rechtfertigt. Die Methode der Pfadintegrale wird jedoch bei
sp

ateren Rechnungen nicht mehr praktiziert, da die Resultate mit der einfacheren diagram-
matischen Behandlung exakt

ubereinstimmen. Der Pfadintegralformalismus gibt jedoch einige
tiefere Einsichten, die an dem hier pr

asentierten einfachen Beispiel vorgef

uhrt werden sollen.
Der relevante Teil des generierenden Funktionals hat das folgende Aussehen:
Z
W

Z
DW
+
DW
 
exp

i
Z
d
4
xL
W

(177)
mit der Lagrange-Dichte:
L
W
=  
1
2
(@

W
+

  @

W
+

)(@

W
 
  @

W
 
) +M
2
W
W
+

W
 
+
g
2
p
2
(J
+

W
+
+ J
 

W
 
) : (178)
Die geladenen Str

ome sind durch J


symbolisiert. Das generierende Funktional kann umge-
schrieben werden:
Z
W

Z
DW
+
DW
 
exp

i
Z
d
4
x d
4
y W
+

(x)K

(x; y)W
 

(y)
+ i
g
2
p
2
Z
d
4
x

J
+

W
+
+ J
 

W
 

#
; (179)
2.5 Eektive Theorien 55
wobei der Operator K

(x; y) gegeben ist zu:
K

(x; y) = 
(4)
(x  y) [ g

(@
2
+M
2
W
)  @

@

] : (180)
Setzt man K

ohne den M
2
W
{Term in die Gleichung (179) ein:
Z
d
4
x d
4
yW
+

(x) 
(4)
(x  y)[g

@
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
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
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 

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Z
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Z
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4
x [ (@
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W
+

)(@

W
  
) + (@

W
+

)(@

W
  
) + totales Dierential ;
so ndet man

Ubereinstimmung mit den relevanten Termen in Gleichung (178). Im weiteren
wird (179) auf Gau-Form gebracht:
Z
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Z
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i
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4
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4
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W
+

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g
2
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2
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4
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4
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(x; y)J
 

(y)
#
; (181)
wobei 
 
(x; y) der inverse Operator zu K
 
(x; y) ist. Es gilt:
Z
d
4
yK
 
(x; y)
 
(y; z) = g



(4)
(x  z) (182)
mit:

 
(x; y) =
Z
d
4
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(2)
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k
2
 M
2
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g
 
 
k

k

M
2
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!#
| {z }
W-Propagator in unit

arer Eichung
e
 i k (x y)
: (183)
Diese Aussage soll im weiteren kurz bewiesen werden:
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Das W -Boson-Feld kann nun ausintegriert werden. Es bleibt das folgende nichtlokale Wirkungs-
integral f

ur Quarks

ubrig:
S
nonlocal
=
Z
d
4
xL
kin
 
g
2
2
2
Z
d
4
x d
4
y J
 

(x) 
 
(x; y) J
+

(y) : (184)
Nun wird der zweite nichtlokale Term nach 1=M
2
W
entwickelt, wobei sich eine unendliche Reihe
lokaler Terme ergibt:
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 
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d
4
k
(2)
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 
M
2
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(k
2
g
 
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(x  y) + : : : : (185)
Dieses Ergebnis in S
nonlocal
eingesetzt, ergibt einzelne Summanden von oensichtlich lokaler
Struktur. Hierbei ist ein Term exakt dann lokal, wenn dessen Tr

ager identisch Null ist.
Bei Ber

ucksichtigung des 1. Summanden in Gleichung (185), der den gr

oten Beitrag liefert,
ergibt sich:
S
e
local
=
Z
d
4
xL
kin
 
g
2
2
2M
2
W
Z
d
4
xJ
 

(x)J
+
(x) ; (186)
woraus sich dieselbe Amplitude wie in Gleichung (174) ableiten l

at.
Zusammenfassend kann gesagt werden:
 aufgrund der groen Masse des W -Bosons verglichen mit den hier angenommenen klei-
nen

aueren Impulsen kann das Produkt der lokalen Operatoren J
+

(x) und J
 

(y) in
zusammengesetzte lokale Operatoren entwickelt werden,
 h

oher dimensionale Operatoren sind unterdr

uckt mit k
2
=M
4
W
,
 die komplette Entwicklung nach 1=M
2
W
repr

asentiert die volle Theorie, das Abschneiden
ergibt die eektive Theorie,
 das W -Boson (im allgemeinen alle Freiheitsgrade mit Massen oberhalb einer Skala )
wurde als dynamischer Freiheitsgrad aus der Theorie entfernt.
Aus den bisherigen Betrachtungen konnte die Trennung zwischen lang- und kurzreichweitigen
Anteilen noch nicht herausgearbeitet werden, da der Proze nur kurzreichweitige Beitr

age (im
Free-Quark-Modell) lieferte.
Im folgenden wird das Beispiel durch die Ber

ucksichtigung von QCD-Korrekturen erweitert.
Aufgrund der asymptotischen Freiheit der QCD kann man bei hohen Energien (hard gluons)
sicher mit st

orungstheoretischen Methoden arbeiten. Da die QCD im Gegensatz zur schwa-
chen Wechselwirkung sowohl lang- als auch kurzreichweitige Beitr

age enth

alt, ist die OPE das
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Abbildung 8: QCD- Korrekturen zum Proze c! s u

d. Die symmetrischen Diagramme sind zus

atzlich noch
zu ber

ucksichtigen.
ad

aquate Instrument, um beide Bereiche zu trennen. Innerhalb der nun pr

asentierten erweiter-
ten Betrachtung wird diese Trennungsprozedur sichtbar.
Die nun zu betrachtenden Diagramme sind in Abbildung 8 dargestellt.
Durch die explizite Ber

ucksichtigung der QCD-Korrekturen mu die eektive Hamilton-
Funktion verallgemeinert werden zu:
A
e
=
G
F
p
2
V

c s
V
u d

C
1
h
^
O
1
i
tree
+ C
2
h
^
O
2
i
tree

(187)
mit
h
^
O
1
i
tree
= [s


 L
c

] [u



L
d

] ; (188)
h
^
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i
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 L
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] [u



L
d

] : (189)
Die Matrixelemente der Operatoren unterscheiden sich in ihrer Farbstruktur (indiziert durch die
Farbindizes  und ), besitzen jedoch denselben Flavor-Inhalt. Wird die QCD vernachl

assigt, so
ergibt sich sofort (174). Durch das Auftreten von lang- und kurzreichweitigen Anteilen wird die
Rechnung etwas komplizierter. Der erste Schritt besteht aus der Berechnung der in Abbildung
8 dargestellten Diagramme mittels der Standard-St

orungstheorie. Dabei werden die Massen
der Quarks identisch Null gesetzt und die

aueren Impulse ber

ucksichtigt (aus Gr

unden der
Einfachheit alle identisch p). Es wird im Laufe dieser Arbeit am Beispiel der BB{Oszillation
gezeigt, da die Art und Weise der Behandlung der

aueren Zust

ande keinen Einu auf die
Bestimmung der Wilson-Koezienten (kurzreichweites Verhalten) hat. Um sich im weiteren
auf das Wesentliche zu konzentrieren, werden nur divergente und 
S
 log-Beitr

age explizit
angegeben. Alle weiteren Terme sind f

ur die Next-to-Leading-Log-Approximation notwendig
und sollen deshalb hier nicht interessieren. F

ur das BB-Mixing und die Zerf

alle b ! s ,
b! s g werden diese 
S
-Korrekturen im sp

ateren Verlauf berechnet.
In der Reihenfolge von Abbildung 8 ergibt sich f

ur die Diagramme:
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(191)
Der 1="-Pol kann durch die Quarkfeld-Renormierung subtrahiert werden. Somit ergibt sich f

ur
die Amplitude auf der vollen Seite unter Ber

ucksichtigung der Doppelz

ahlung der Diagramme:
A
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=
G
F
p
2
V

c s
V
u d
4
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1 + 2C
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+
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Zur Berechnung der Farbstruktur wurde die Gleichung (499) aus dem Anhang D benutzt, wobei
speziell gilt: T
a
ij
T
a
jl
= 4=3 
il
= C
F

il
. Die endlichen Terme werden durch die Funktionen F
i
symbolisiert.
Die Wilson-Koezienten werden nun durch die folgende Forderung bestimmt:
A
voll
= A
e
=
G
F
p
2
V

c s
V
ud
(C
1
h
^
O
1
i + C
2
h
^
O
2
i) : (193)
Dieses Gleichsetzen der vollen und der eektiven Seite nennt man Matching-Prozedur.
Damit mu der n

achste Schritt darin bestehen, die Matrixelemente der Operatoren h
^
O
i
i bis
zu einer festgelegten Ordnung der St

orungstheorie zu berechnen. Dies erfolgt durch die Ein-
setzung der Operatoren
^
O
i
in die Diagramme in Abbildung 9. Der allgemeine Sprachgebrauch
lautet hierbei: man berechnet sogenannte Operatoreinsetzungen. Die Tree-Level-Matrixelemente
h
^
O
i
i
tree
sind in den Gleichungen (188) und (189) deniert. H

aug wird in diesem Zusammen-
hang der K

urze wegen nur vom Operator
^
O
i
gesprochen. Die Wilson'sche OPE konvergiert
jedoch nur im Sinne des schwachen Limes, so da die Bildung von Matrixelementen immer not-
wendig ist. Die Gr

oen h
^
O
i
i werden durch die Diagramme in Abbildung 9 deniert, wobei die
dicken Punkte die Einsetzung h
^
O
j
i
tree
repr

asentieren. Alle in diesen Diagrammen umlaufenden
Teilchen sind leicht und auch in der eektiven Theorie dynamische Freiheitsgrade
11
.
F

ur die unrenormierten Matrixelemente gilt:
11
Es ist bekannt, da die Free-Quark-Approximation eine N

aherung ist und da man die hadronischen und
somit langreichweitigen Korrekturen mittels nichtst

orungstheoretischer Betrachtungen einbeziehen mu. Am
Ende der Rechnung mu die vollst

andige Amplitude z. B. f

ur das BB-Mixing das Matrixelement hBj
^
O
i
jBi
enthalten, welches durch den B-Parameter und die Mesonen-Zerfallskonstante parametrisiert wird. Da dies
jedoch nur Beitr

age zum langreichweitigen Verhalten darstellt, spielt es f

ur die Wilson-Koezienten keine Rolle
und wird deshalb in diesem Einf

uhrungskapitel nicht ber

ucksichtigt.
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Abbildung 9: Operatoreinsetzungsdiagramme zur Bestimmung der unrenormierten Matrixelemente h
^
O
i
i
(0)
.
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wobei die endlichen Beitr

age durch die Funktionen G
i
gegeben sind.
Nach der Quarkfeld-Renormierung, die den 1="-Pol im 1. Summanden wegrenormiert, stellt
man fest, da der obige Ausdruck noch immer divergent ist. Diese zus

atzlichen UV-Divergenzen
sind f

ur die eektive Seite generisch. Sie werden durch die sogenannte Operatorrenormierung
beseitigt:
h
^
O
i
i
(0)
= Z
 2
q
Z
O
ij
h
^
O
j
i ; (195)
wobei Z
q
die Quarkfeld-Renormierung repr

asentiert und die Potenz sich aus der Zahl der

aue-
ren Quark-Beine ergibt. Die Renormierungsmatrix Z
O
ij
"
entfernt\ die restlichen Divergenzen:
^
Z
O
= 1+

S
4
1
"
 
 1 3
3  1
!
: (196)
Diese Matrix ist aufgrund ihrer im allgemeinen nichtdiagonalen Form f

ur eine weitere Verkom-
plizierung verantwortlich, dem Mischen der Operatoren (operator-mixing). Dies bedeutet, da

uber die Renormierung eines Operators
^
O
k
andere Operatoren aus dem vollst

andigen Satz von
Operatoren
12
in
^
O
k
reinmischen und somit zum Wilson-Koezienten C
k
beitragen k

onnen.
F

ur die renormierten Matrixelemente ergibt sich somit:
h
^
O
1=2
i = 2C
F

S
4
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2
 p
2
+G
1
!
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O
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i
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^
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i
tree
: (197)
12
Eine Menge von Operatoren ist vollst

andig, wenn sie unter der Renormierung abgeschlossen ist, d. h. bei
der Renormierung treten keine neuen Operatoren auf.
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Mit Hilfe der Matching-Gleichung ist es m

oglich, die Wilson-Koezienten zu extrahieren:
C
1
() =  12

S
4
 
ln
M
2
W

2
+ F
3
 G
3
!
; (198)
C
2
() = 4 + 4

S
4
 
ln
M
2
W

2
+ F
2
 G
2
+ 2C
F
(F
1
 G
1
)
!
: (199)
Es ist nun Zeit, sich noch einmal vor Augen zu f

uhren, was bis jetzt getan wurde. Das Ergebnis
der
"
vollen\ Seite beinhaltet sowohl kurz- als auch langreichweitige Anteile. Die OPE hat beide
separiert. Aus den Feynman-Regeln des SM konstruiert man alle f

ur den Proze notwendigen
Diagramme bis zu einer gew

unschten Potenz in der Kopplungskonstanten. Die Impulse und
Massen der

aueren Beine der Diagramme sind verglichen mit der elektroschwachen Skala klein
und k

onnen beliebig behandelt werden. Bisher wurden die Massen identisch Null gesetzt und
die Impulse mitgenommen, sp

ater in den hier pr

asentierten Rechnungen werden die Impulse
vernachl

assigt (BB-Mixing) bzw. bis zur 2. Ordnung entwickelt (b! s) und die Massen der
leichten Teilchen Null gesetzt oder als Infrarot-Regulator ber

ucksichtigt. Die einzige Forderung
hierbei ist, da die

aueren Zust

ande auf der
"
vollen\ und der eektiven Seite identisch be-
handelt werden. Man erkennt somit, da die
"
volle\ Seite nur gen

ahert betrachtet wird, indem
man z. B. nur 1=M
2
W
ber

ucksichtigt und k
2
=M
4
W
-Terme vernachl

assigt werden (k ist ein typi-
scher

auerer Impuls). Der Nachteil der Ergebnisse auf der
"
vollen\ Seite ist, da sie kurz- und
langreichweitige Beitr

age gemischt enthalten. Die Trennung erfolgt nun mittels der Matching-
Prozedur. Auf der eektiven Seite sind alle schweren Freiheitsgrade ausintegriert. Die leichten
Teilchen sind jedoch wie im SM in der eektiven Theorie enthalten:
L
e
= L
QCDGSW
(leichte Felder) +
X
i
C
i
h
^
O
i
i
tree
; (200)
wobei die
^
O
i
im Ausintegrationsproze entstehen. Durch die Diagramme in Abbildung 9 kann
der Beitrag der leichten Felder (langreichweitig) auf der eektiven Seite bestimmt werden. Die
"
Subtraktion\ dieser Terme von der
"
vollen\ Seite im Matching-Proze ergibt die kurzreich-
weitigen Beitr

age und somit die Wilson-Koezienten. Die Unterscheidung zwischen kurz- und
langreichweitigen Anteilen erfolgt durch die in C
i
stehende Separationsskala bzw. Matchingska-
la, d. h. zu C
i
tragen alle Skalen h

oher als  bei und zu h
^
O
i
i alle Skalen kleiner als .
Durch die Abh

angigkeit der Wilson-Koezienten von Termen der Art ln(M
2
W
=
2
) k

onnen sie
nur g

ultig sein f

ur Skalen  = O(M
W
), da sonst die St

orungsreihe nicht mehr konvergieren
w

urde. Es ist somit

uberhaupt nicht verwunderlich, warum man ungeachtet der im Proze vor-
handenen langreichweitigen Teile die Wilson-Koezienten mittels naiver St

orungsmethoden f

ur
 = O(M
W
) berechnen kann. Nachdem die Skala  die essentielle Bedeutung einer Separati-
onsskala erhalten hat, ist es nat

urlich wichtig, nach dem Wert dieser Skala zu fragen. Leider
sind die Forderungen mit der Aussage  = O(M
W
) ersch

opft. Das bedeutet jedoch, da es
eine gewisse Willk

ur gibt, welche Teile des Prozesses als kurz- oder langreichweitig angesehen
werden. In der Tat ist dies eine wichtige theoretische Unsicherheit, die jedoch reduziert werden
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kann, indem immer h

ohere Ordnungen in der Kopplungskonstanten berechnet werden.
Es wird im weiteren gezeigt, wie die RG benutzt wird, um die Wilson-Koezienten an der
Skala  = O(m
b
) anzugeben.
Bevor diese Aufgabe in Angri genommen werden kann, mu noch eine wichtige Bemerkung
folgen. Das Matching darf erst durchgef

uhrt werden, nachdem sowohl die
"
volle\ als auch die
eektive Seite unabh

angig voneinander vollst

andig renormiert wurden. Alle eventuell noch auf-
tretenden Divergenzen d

urfen nur noch Infrarot-Divergenzen sein. Da das langreichweitige Ver-
halten der eektiven und
"
vollen\ Theorie identisch ist, heben sich diese Infrarot-Divergenzen
beim Matching auf. Das ist ein wichtiger Check der Rechnung, da die C
i
endlich sein m

ussen.
Im Falle der dimensionalen Regularisierung der Infrarot-Divergenzen mu die Matching-
Prozedur in D Dimensionen durchgef

uhrt werden.
2.5.2 Renormierungsgruppengleichung f

ur die Wilson-Koezienten
Die dimensionale Regularisierung f

uhrt zu der folgenden allgemeinen Struktur der Wilson-
Koezienten:
C(M;) = g
2
C
(0)
0
+ g
4
"
C
(1)
0
+ C
(1)
1
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2
M
2
#
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"
C
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(2)
1
ln

2
M
2
+ C
(2)
2
ln
2

2
M
2
#
+ : : : ; (201)
dabei ist M eine f

ur den Proze typische schwere Masse (z. B. M
W
, m
t
). Es ist oensichtlich,
da f

ur die Skala  = m
b
(typische hadronische Energie) die St

orungstheorie zusammenbricht,
da sehr groe Logarithmen auftreten. Die RG-Gleichung erm

oglicht allerdings die Skalierung
zu den prozetypischen hadronischen Energien durch eine implizite Aufsummation der groen
Logarithmen. Diese Eigenschaft f

uhrt zu einer Verbesserung der naiven St

orungsreihe (renor-
mierungsgruppenverbesserte St

orungsreihe). Bevor die RG-Gleichung der Wilson-Koezienten
ezient hergeleitet werden kann, ist es sinnvoll, das Konzept der Operatorrenormierung aus
einer anderen Sichtweise zu betrachten. Dabei werden die Wilson-Koezienten als eektive
Kopplungskonstanten angesehen, die in der

ublichen Sprechweise nat

urlich einer Renormie-
rungsprozedur unterzogen werden m

ussen:
L
e
= L
(0)
(leichte Felder) + C
(0)
i
^
O
i
(q
(0)
)
= L(leichte Felder) + Z
2
q
Z
ji
C
j
^
O
i
(q)
= L(leichte Felder) + C
i
^
O
i
+ (Z
2
q
Z
ji
  
ij
)C
j
^
O
i
(q) ; (202)
wobei die Operatoren in dem hier betrachteten Fall Funktionen von vier leichten Quarkfeldern
q
(0)
bzw. q sind (q
(0)
=
q
Z
q
q). Werden damit auf der eektiven Seite f

ur einen Proze relevante
Diagramme (z. B. Abbildung 9) berechnet, so ergibt sich:
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e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Z
ji
C
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O
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(0)
= Z
2
q
Z
ji
C
j
Z
 2
q
Z
O
ik
h
^
O
k
i
= Z
ji
Z
O
ik
C
j
h
^
O
k
i ; (203)
wobei im Zwischenschritt die Gleichung (195) benutzt wurde. Auf der anderen Seite gilt:
A
e
= C
j
h
^
O
j
i = C
j
Z
2
q
(Z
O
ji
)
 1
h
^
O
i
i
(0)
; (204)
was per Konstruktion endlich ist. Damit ergibt der Vergleich der beiden letzten Relationen die
folgende Beziehung:
Z
 1
ji
= Z
O
ji
: (205)
F

ur den Wilson-Koezienten folgt somit:
C
(0)
i
= Z
ji
C
j
= (Z
O
ji
)
 1
C
j
; (206)
und die Operatorrenormierung ist letztlich eine Renormierung von eektiven Kopplungen,
den Wilson-Koezienten. Da der unrenormierte Wilson-Koezient keine Renormierungsska-
lenabh

angigkeit aufweisen darf, mu deduziert werden:
d
d ln
C
(0)
i
= 0 =
d (Z
O
ij
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 1
d ln
C
j
+ (Z
O
ij
)
 1
dC
j
d ln
=  (Z
O
ik
)
 1
dZ
O
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d ln
C
j
+
dC
i
d ln
; (207)
was mit der Denition der anomalen Dimension:

T
lj
= (Z
O
lk
)
 1
dZ
O
kj
d ln
(208)
zur RG-Gleichung f

ur die Wilson-Koezienten f

uhrt:
 
d
d ln
  ^
T
!
~
C() = 0 mit
~
C = (C
1
; : : : ; C
n
) : (209)
Hierbei handelt es sich um ein System gekoppelter, linearer Dierentialgleichungen 1. Ordnung.
Im Falle nicht vorhandener Operatormischung, d. h. einer diagonalen Matrix ^, handelt es sich
um n entkoppelte Dierentialgleichungen, die sich einfach durch die Methode der Trennung
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der Variablen l

osen lassen. Enth

alt die Matrix ^ nichtverschwindende o-diagonal Elemente, so
mu zuerst diagonalisiert werden. Im weiteren soll ^ diagonal angenommen werden und es gilt:
C
i
() = exp
"
Z
ln
ln
0
d ln
0

ii
#
C
i
(
0
) ; (210)
dabei sind die Anfangswerte an der Skala 
0
bekannt (Ergebnis des Matching-Prozesses). Mit
Hilfe der in Kapitel 2.4.3 eingef

uhrten -Funktion ergibt sich:
C
i
() = exp
"
Z
g
3
()
g
3
(
0
)
d g
0

ii
(g
0
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(g
0
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#
C
i
(
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) : (211)
Die anomale Dimension und die -Funktion m

ussen nun bez

uglich g
3
entwickelt werden, um
das Integral im Exponenten analytisch l

osen zu k

onnen. Es gilt:
(g
3
) =  
0
g
3
3
(4)
2
  
1
g
5
3
(4)
4
: : : ; (212)
^(g
3
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^
0
g
2
3
(4)
2
+ ^
1
g
4
3
(4)
4
+ : : : ; (213)
wobei die Entwicklungskoezienten entsprechend den Ausf

uhrungen von Kapitel 2.4.3 berech-
net werden k

onnen. Die -Funktion ist f

ur die QCD universal und 
0
, 
1
k

onnen in Gleichung
(158) gefunden werden. Die Matrix der anomalen Dimension h

angt von der am Proze betei-
ligten Operatorbasis ab.
In niedrigster Ordnung ergibt sich nach dem Einsetzen dieser Entwicklungen in (211) der fol-
gende Ausdruck:
C
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wobei aus Konsistenzgr

unden die niedrigste Ordnung f

ur den Wilson-Koezienten aus (201)
benutzt wurde. Diese L

osung wird als Leading-Log-Approximation (LLA) bezeichnet, d. h.,
sie beinhaltet die jeweils f

uhrenden Logarithmen aus Gleichung (201) in allen Ordnungen der
Kopplungskonstanten. Um diese wichtige Aussage zu verstehen, benutzt man die RG-Gleichung
der Kopplungskonstanten (159), deren L

osung in Gleichung (160) gefunden werden kann und
hier nochmals f

ur die niedrigste Ordnung gezeigt werden soll:

S
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S
(
2
0
)
1 +

S
(
2
0
)
4

0
ln

2

2
0
: (215)
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Substituiert man dieses Resultat in (214), so erh

alt man die Gleichung:
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die nach der Entwicklung in der Kopplungskonstanten die folgende Form besitzt:
C
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Anhand des letzten Ergebnisse ist sehr deutlich zu erkennen, da es sich bei LO um eine
Aufsummation aller Terme proportional 
n
S
ln
n
handelt.
2.5.3 Next-to-Leading-Order-Approximation
Der Schritt von LLA hin zur Next-to-Leading-Log-Approximation (NLLA)
13
ist nicht trivial.
Die technischen Schwierigkeiten bei der Behandlung der Diagramme und bei der Renormierung
werden enorm. Deshalb ist einige Motivation n

otig, um diesen Schritt zu tun. Die NLLA-
Approximation ist u. a. wichtig zum Test der RG-verbesserten St

orungstheorie. Desweiteren
kommt es durch den Abbruch der St

orungsreihe bei einer endlichen Potenz in der Kopplungs-
konstanten zu einer Abh

angigkeit der berechneten physikalischen Gr

oen von der Renormie-
rungsskala. Dieser Eekt wird reduziert in NLLA gegen

uber LLA. Im Angesicht der in naher
Zukunft stattndenden Hochpr

azisionsexperimente [1, 2] ist es n

otig, Hochpr

azisionsrechnun-
gen durchzuf

uhren.
Da NLO-Rechnungen den zentralen Punkt dieser Arbeit darstellen, sollen im Rahmen dieser
Einf

uhrung nur ein paar allgemeine Bemerkungen gemacht werden.
F

ur NLO-Rechnungen ist es notwendig, die 
S
-Korrekturen vollst

andig zu berechnen:
A
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=
G
F
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V
CKM
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; (218)
wobei 
0
= 
W
die Matching- bzw. Separationsskala repr

asentiert. Auf der eektiven Seite
erh

alt man f

ur das Matrixelement in:
A
e
=
G
F
p
2
V
CKM
X
i
C
i
h
^
O
i
i (219)
13
Als Synonym f

ur die Abk

urzungen LLA bzw. NLLA werden LO (Leading-Order) bzw. NLO (Next-to-
Leading-Order) benutzt.
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die Relation:
h
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h
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j
i
tree
: (220)
Wird nun die eektive Theorie gleich der vollen Theorie an der Skala 
W
gesetzt, dann folgt
f

ur die Wilson-Koezienten:
C
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)
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ji
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Dieses Ergebnis ist der Anfangswert f

ur die RG-Gleichung (209). Es soll im weiteren der Ein-
fachheit halber erneut nur der Spezialfall interessieren, da keine Operatormischung vorliegt.
Wie bereits aus den Gleichungen (210) und (211) bekannt ist, hat die L

osung die Gestalt:
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Es kann somit jeder Wilson-Koezient einzeln behandelt werden. Um die Notation nicht zu

uberladen, wird deshalb der Index i unterdr

uckt.
F

ur  und  werden die Entwicklungen (212) bzw. (213) eingesetzt, nun jedoch bis zur Ordnung
g
5
3
bzw. g
4
3
. Bevor die Integration ausgef

uhrt wird, ist es sinnvoll, bis zur 2. Potenz in g
3
zu
entwickeln, was auf folgendes Resultat f

uhrt:
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Die Integration ist nun elementar ausf

uhrbar und nach einer weiteren Entwicklung der Expo-
nentialfunktion bis zur Ordnung g
2
3
bzw. 
S
erh

alt man:
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mit
J =
 

0

1
2
2
0
 

1
2
0
!
: (225)
Diese spezielle Art des Aufschreibens ist f

ur die Verallgemeinerung auf den Fall mit Operator-
mischung g

unstig und wurde von Andrzej J. Buras [10]

ubernommen. Mit der Gleichung (221)
folgt:
C() =
"
1 +

S
()
4
J
# "

S
(
W
)

S
()
#

0
=(2
0
)
"
A
(0)
 

S
(
W
)
4
(J  A
(1)
+ r A
(0)
)
#
: (226)
F

ur den allgemeinen Fall mit Operatormischung wird auf [10] verwiesen.
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3 Das BB-Mixing in Next-to-Leading-Order
Approximation
Das Hauptziel ist, den Proze des BB-Mixings im SM und im 2HDM bis einschlielich Next-
to-Leading-Order zu pr

asentieren. Die NLO-Rechnungen im SM wurden zum ersten Mal von
der M

unchner Gruppe um A. J. Buras [59] durchgef

uhrt. Die erste Verikation und Verallge-
meinerung auf das 2HDM erfolgte in [60]. Dieses Kapitel h

alt sich streng an die Ausf

uhrungen
in [60] und [61]. Abschlieend sollen einige Ausblicke auf das MSSM gegeben werden.
3.1 Allgemeine Bemerkungen
Das BB-Mixing ist ein FCNC-Proze und somit geeignet nach neuer Physik (2HDM, MSSM)
zu suchen, da die Beitr

age von Physik jenseits des SM durchaus von derselben Gr

oenordnung
sein k

onnen wie das SM selbst. In niedrigster Ordnung der St

orungstheorie wird der Proze

uber die Box-Diagramme in Abbildung 10 generiert.
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Abbildung 10: Box-Diagramme f

ur das BB-Mixing innerhalb des 2HDM. Es existieren zus

atzlich Graphen,
die durch eine Fierz-Transformation aus den im Bild pr

asentierten Diagrammen hervorgehen.
Aufgrund der groen Skalenunterschiede zwischen den Teilchen innerhalb der Box (W-Bosonen,
unphysikalische und physikalische Higgs-Bosonen, t-Quarks) und den leichten, externen Teilchen
ist es m

oglich, die lang- und kurzreichweitigen Anteile mittels Operator-Produkt-Entwicklung
(OPE) zu trennen.
Zuerst soll kurz die LO-Rechnung zusammengefat werden. Die zu berechnenden Diagram-
me in Abbildung 10 werden in der Feynman-'t Hooft-Eichung f

ur den W-Boson-Propagator
berechnet. Aus diesem Grund mu ein unphysikalisches Higgs-Boson (would-be-Goldstone Bo-
son) in Rechnung gestellt werden. Zur Berechnung der Wilson-Koezienten (kurzreichweitige
Beitr

age) kann man alle leichten Quarks (alle Quarks auer t-Quark) als masselos annehmen.
Deshalb ist in den Box-Diagrammen der physikalischen und unphysikalischen Higgs-Teilchen
das t-Quark der einzige aktive Flavor (Yukawa-Kopplungen). Die leichten Quarks in den zum
W-Boson geh

origen Boxen werden durch den GIM-Mechanismus [62] ber

ucksichtigt. Der eek-
tive Hamilton-Operator f

ur das BB{Mixing in LO nach dem Skalieren zur hadronische Skala
m
B
hat das folgende Aussehen:
H
e
=
1
4
G
2
F

2
m
2
W
(V
td
V

tb
)
2

LO
S(x
W
; x
H
)
^
O
LL
; (227)
3.2 Die expliziten QCD-Korrekturen 67
mit dem lokalen Operator:
^
O
LL
=


d 

P
L
b
 

d 

P
L
b

(228)
und dem Wilson-Koezient:
S(x
W
; x
H
) = S
WW
(x
W
) + 2S
WH
(x
W
; x
H
) + S
HH
(x
H
) : (229)
Die bekannten Inami-Lim-Funktionen haben die folgende Form [63]:
S
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W
) = x
W
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; (230)
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; (231)
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Der Faktor 
LO
beinhaltet die durch die Renormierungsgruppenverbesserung entstehenden Bei-
tr

age [64]. Er bestimmt sich aus der QCD--Funktion und der anomalen Dimension . Die
anomale Dimension erh

alt man durch die Auswertung der Diagramme in Abbildung 11. Die
explizite Form von 
LO
ist gegeben durch:

LO
=


S
(m
W
)

S
(m
B
)


(0)
=(2
0
)
=


S
(m
W
)

S
(m
B
)

6=23
 0:85 : (233)
Um das hadronische Matrixelement von H
e
berechnen zu k

onnen, ben

otigt man zus

atzlich:
h

B
0
j
^
O
LL
jB
0
i =
2
3
B
B
() f
2
B
m
2
B
; (234)
wobei f
B
die B{Meson Zerfalls-Konstante ist und B
B
() den B-Parameter darstellt.
3.2 Die expliziten QCD-Korrekturen
In diesemUnterkapitel werden die QCD-Korrekturen zu den Boxen aus Abbildung 10 berechnet.
Die zu untersuchenden Diagramme benden sich imAnhang F.1 in den Abbildungen 20 und 21.
Die Rechnung wird in der Feynman-'t Hooft Eichung f

ur den W-Boson-Propagator und in einer
beliebigen Eichung f

ur das Gluon durchgef

uhrt. Letzteres erm

oglicht es,

uber die Eichinvarianz
der Wilson-Koezienten die Resultate zu

uberpr

ufen.
Man kann leicht feststellen, da die Diagramme a, b und f bis i eine Oktett-Struktur
^
T
a


^
T
a
im
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Abbildung 11: QCD-Korrekturen zum eektiven 4-Quark Operator. Sie werden zur Bestimmung der LO
anomalen Dimension und zur exakten Trennung von lang- und kurzreichweitigen Beitr

agen in NLO ben

otigt.
Farbraum haben, wohingegen die Diagramme c bis e und j eine Singlett-Struktur
^
1

^
1 besitzen.
Das Doppel-Pinguin-Diagramm k tr

agt zum betrachteten Proze zur Ordnung O(1=m
4
W
) bei
und ist somit zu vernachl

assigen. Die Diagramme mit Vertex- bzw. Selbstenergiekorrektur sind
UV-divergent und werden dimensional im NDR-Schema [8, 65] regularisiert. Die notwendige
Renormierung erfolgt imMS{Schema [52]. Alle anderen Diagramme sind UV-konvergent. Die
Diagramme g bis j enthalten IR-Divergenzen, sobald die Massen der leichten Quarks identisch
Null angenommen werden. Diese Divergenzen werden mit zwei unterschiedlichen Methoden
behandelt: es werden die leichten Quarkmassen als IR-Regulatoren ber

ucksichtigt bzw. die IR-
Divergenzen werden dimensional regularisiert. Es wird festgestellt werden, da beide Arten
der IR-Regularisierung zu exakt denselben Wilson-Koezienten f

uhren (siehe dazu auch die
Diskussion im Kapitel 2.5.1).
Die O(
S
)-Korrekturen zum Hamilton-Operator haben die folgende Struktur:
hH
e
i =
1
4
G
2
F

2
m
2
W

S
4
(V
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
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2
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) (235)
mit
U(x
W
; x
H
) =
X
k

C
F
^
1

^
1
(1)
k
(x
W
; x
H
) +
^
T
a


^
T
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(8)
k
(x
W
; x
H
)

h
^
O
k
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und k 2 fLL; 1; 2; 3g. C
F
ist der entsprechende Farbfaktor, deniert durch C
F
= (n
2
c
 1)=(2n
c
)
und n
c
ist die Zahl der Farben. Im folgenden soll die Rechnung pr

asentiert werden, wenn die
IR-Divergenzen mittels Quarkmassen regularisiert werden. In diesem Fall sieht die vollst

andige
Operatorbasis wie folgt aus:
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; (237)
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+
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^
O
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=
h

d 

P
L
b
i h

d 

P
R
b
i
+ (P
L
 ! P
R
) : (240)
Dabei entsteht der Operator
^
O
1
aus der Dirac-Struktur der Diagramme g und h in Abbildung 21,
wohingegen die Operatoren
^
O
2
und
^
O
3
aus den Diagrammen i bzw. j folgen. Der Operator
^
O
LL
bekommt von jedem Diagramm Beitr

age zu seinem Wilson-Koezienten. Mit der Gleichung
(499) kann man die Oktett-Struktur auf die Singlett-Struktur projizieren:
^
T
a


^
T
a
= C
A
^
1

^
1 =
1
2

1  
1
n
c

^
1

^
1 : (241)
Um die Rechnung so transparent wie m

oglich zu halten, soll die Unterscheidung zwischen
Diagrammen mit Oktett- und Singlettstruktur erst am Ende aufgehoben werden.
Die Koezientenfunktion  aus Gleichung (236) kann wie folgt zerlegt werden:

(i)
j
= 
(i;SM)
j
(x
W
) + 
(i;H)
j
(x
W
; x
H
) : (242)
Der Index i = f1; 8g indiziert dabei, ob es sich um ein Oktett- oder Singlettresultat handelt.
Die Funktionen 
(i;SM)
j
(x
W
) wurden zum ersten Mal in [59] angegeben und in [60] best

atigt.
Sie haben die folgende Struktur:

(1;SM)
LL
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W
) = L
(1;SM)
(x
W
)
+
"
2  + 2  g
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+ 2  ln(x

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) + 6 ln(x
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) ; (244)
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WW
(x
W
) ; (245)
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S
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wobei alle anderen  identisch Null sind. Um die Notation kurz zu halten, wurden die folgenden
Abk

urzungen eingef

uhrt:
x
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=
m
2
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m
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; x
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=
m
2
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; (248)
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wobei m
t
f

ur die laufende Masse an der Skala 
0
steht. Die Funktionen 
(1;H)
i
und 
(8;H)
i
wurden
in [60] berechnet:
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Die analytischen Ausdr

ucke f

ur L
(i;SM;H)
sind im Anhang F.2 zu nden. Die Berechnung erfolg-
te mit Hilfe von Computer-Algebra Systemen, insbesondere Form zur Berechnung von Dirac-
Strukturen, FeynArts [66] zur Generierung aller Diagramme, Mathematica [67] zur Vereinfa-
chung der komplexen Strukturen und Maple [68] f

ur einige Integrationen.
Eine interessante Eigenschaft der bisherigen Resultate ist, da sie nichttrivial von dem Eichpa-
rameter und den leichtenMassen (Regulatormassen) abh

angen, die Funktionen L
(i;SM;H)
jedoch
von beiden unabh

angig sind. Die Terme, welche von ; x
b
; x
d
, oder x

0
abh

angen, sind in jedem
Fall proportional zu den LO-Funktionen S
WW
; S
WH
oder S
HH
. Es wird sich herausstellen, da
dies letztlich die exakte Trennung zwischen lang- und kurzreichweitigen Beitr

agen reektiert.
3.3 Das Matching und Skalieren zur hadronischen Skala
Nachdem die
"
volle\ Seite mit Hilfe von Regulatormassen bestimmt wurde, kann nun das
Matching erfolgen. Dazu m

ussen Operatoreinsetzungen berechnet werden. Die dazugeh

origen
Diagramme sind in Abbildung 11 abgebildet. Diese Diagramme m

ussen in derselben Weise
berechnet werden wie die Diagramme auf der
"
vollen\ Seite, d. h. mit Regulatormassen. Es
ergibt sich nach der UV-Renormierung:
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; (253)
wobei die Summe

uber k die folgenden Werte durchl

auft: k = LL; 1; 2; 3 . Die Funktionen

(i)
;k
(
0
) sind:
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(8)
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=  (3 + ) : (257)
F

ur das Matrixelement der eektiven Hamilton-Funktion kann im Kalk

ul der OPE bis zur
Ordnung O(
S
) geschrieben werden:
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wobei hO
LL
(
0
)i
1loop
in Gleichung (253) gefunden werden kann. Die noch unbekannten C
LL
(
0
)
werden durch das Gleichsetzen der
"
vollen\ und eektiven Seite bestimmt. Bis einschlielich
der QCD-Korrekturen wird geschrieben:
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Um dieses Resultat in der angegebenen Form schreiben zu k

onnen, mu die Gleichung (241)
benutzt werden, sowie das spezielle Verhalten von
^
O
LL
unter Fierz{Transformation. Man kann
feststellen, da die Wilson-Koezienten C
LL
(
0
) nicht mehr von den externen Zust

anden und
von der Eichung abh

angen. Dies ist eine sehr wichtige Eigenschaft der Wilson-Koezienten
und zugleich ein Test der Resultate. Zum anderen sieht man, da die Operatoren
^
O
1;2;3
einen
Wilson-Koezienten identisch Null erhalten haben. Sie sind in diesem Sinne unphysikalische
Operatoren, die nur durch das spezielle IR-Regularisationsverfahren aufgetreten sind.
Der n

achste Schritt besteht in dem Skalieren der Wilson-Koezienten von der Skala 
0
zur
hadronischen Skala m
B
(siehe dazu auch die ausf

uhrlichen Diskussionen in den Kapiteln 2.4.3
und 2.5.2). In [59] wurde gezeigt, da 
0
= m
W
eine gute Wahl f

ur die Anfangsbedingung der
RG-Gleichung ist. Die RG-Gleichung f

ur C
LL
() ist gegeben durch:
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() = 0 : (264)
Als Anfangsbedingung w

ahlt man C
LL
(
0
= m
W
), welche in Gleichung (259) gegeben ist. Die
L

osung dieser Dierentialgleichung lautet:
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Unter Ausnutzung der Gleichungen (158), (212) und (213), sowie
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kann die L

osung in NLO-Approximation geschrieben werden als [7, 10, 60, 65, 69]:
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Dieses Resultat l

at sich nun durch elementare Integration weiter umwandeln in:
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mit dem bekannten LO-Skalierungsfaktor 
LO
, der in Gleichung (233) gegeben ist. Somit ergibt
sich als abschlieendes Resultat f

ur den eektiven Hamilton-Operator:
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4 
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H
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S
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 
(0)
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0
)
"
1 +

S
()
4 
Z
#
^
O
LL
; (272)
wobei die folgende Abk

urzung gew

ahlt wurde:
Z =

(1)
2 
0
 

(0)
2 
2
0

1
: (273)
3.4 Dimensionale Regularisierung der IR-Divergenzen
Bei den bisherigen Verfahren wurden die UV-Divergenzen dimensional und die IR-Divergenzen
mittels Regulatormassen behandelt. Der Vorteil dieses Vefahrens ist, da durch die Unterschei-
dung von UV- und IR-Divergenzen explizit veriziert werden kann, ob die Renormierungspro-
zedur richtig durchgef

uhrt wurde. Mit anderen Worten, nach der Renormierung m

ussen alle
1="-Pole verschwunden sein. Nachteilig ist hier vor allem das Auftreten von unphysikalischen
Operatoren und die Abh

angigkeit der 2-loop-Diagramme von leichten Massen. In dem einleiten-
den Kapitel 2.5 wurde diskutiert, da die Art und Weise der Behandlung der

aueren Zust

ande
und somit der IR-Divergenzen keinen Einu auf die Bestimmung der Wilson-Koezienten hat.
Es ist somit naheliegend, die Massen der leichten Quarks Null zu setzen und die IR- und UV-
Divergenzen simultan dimensional zu regularisieren. Die Diagramme h

angen nur noch von den
schweren Massen ab, und die Operatoren
^
O
i
mit i 2 f1; 2; 3g treten nicht mehr auf. Weiterhin
vereinfacht sich die Rechnung auf der eektiven Seite. Nach der UV-Renormierung bleiben nach
wie vor 1="-Pole erhalten, die dann IR-Divergenzen darstellen. Diese Pole werden imMatching-
Proze zum Verschwinden gebracht. Das ist der Nachteil der Methode. Die Matching-Prozedur
mu in D-Dimensionen
14
durchgef

uhrt werden, und das wiederum erfordert die Einf

uhrung ei-
nes evanescenten Operators. Dieser Operator verdankt seinen Namen der Eigenschaft, inD ! 4
Dimensionen zu verschwinden. Der hier notwendige evanescente Operator hat die Gestalt:
^
O
E
= 

1


2


3
P
L

 

3


2


1
P
L
  (4 + a ")
^
O
LL
: (274)
Es wird sich herausstellen, da der Operator
^
O
E
aufgrund der Dirac-Struktur nur f

ur das SM,
nicht jedoch f

ur das 2HDM bzw. MSSM notwendig ist. Eine

aquivalente Problematik tritt in
14
Die 1-loop-Diagramme m

ussen bis einschlielich der Ordnung O("
n
) berechnet werden, wenn bei der
gew

unschten h

ochsten Ordnung in der Koppungskonstanten Pole der Struktur 1="
n
auftreten.
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den Prozessen B ! X
S
  bzw. B ! X
S
l
 
l
+
auf [70]. Um das NLO-Matching durchf

uhren
zu k

onnen, wird der LO-Wilson-Koezient des evanescenten Operators ben

otigt, d. h. das
LO-Matching mu bereits in D Dimensionen durchgef

uhrt werden. Die Box-Diagramme mit
zwei W-Bosonen sind die einzigen Diagramme, die zum Wilson-Koezienten S
E
einen Beitrag
liefern. Es gilt:
S
E
(x
W
; x
H
) = S
E
WW
(x
W
) + 2S
E
WH
(x
W
; x
H
) + S
E
HH
(x
H
) ; (275)
mit
S
E
WW
(x
W
) = S
E
(W;W )
+ 2S
E
(W;)
+ S
E
(;)
= x
W
"
1 + x
W
2 (1   x)
2
+
x
W
(1  x)
3
ln x
W
#
+ 0 + 0 ; (276)
S
E
WH
(x
W
; x
H
) = 0 ; (277)
S
E
WW
(x
H
) = 0 : (278)
Das Nichtverschwinden des Wilson-Koezienten S
E
WW
(x
W
) f

ur die Box mit zwei W-Bosonen
ist der entscheidende Unterschied zu den anderen Diagrammen. Aufgrund der Struktur des
evanescenten Operators gilt
15
:
S
E
(W;W )
=
1
4
S
(W;W )
: (279)
Im weiteren soll die eektive Seite betrachtet werden. Dabei wird sich zuerst auf den Singlett-
Fall beschr

ankt. In der eektiven Lagrange-Dichte werden die nackten Gr

oen durch renormier-
te ersetzt:
C
LL
^
O
LL
+ C
E
^
O
E
! Z
2
q

C
LL
Z
NN
^
O
LL
+ C
LL
Z
NE
^
O
E
+ C
E
Z
EN
^
O
LL
+ C
E
Z
EE
^
O
E

:(280)
Hierbei steht Z
q
f

ur die gew

ohnliche QCD Quark-Wellenfunktionsrenormierung. Die Potenz
von Z
q
bestimmt sich aus der Anzahl der

aueren Quark-Beine dividiert durch 2. Die Wilson-
Koezienten C
LL
und C
E
sind wie folgt deniert:
C
LL
= S
2HDM
(x
W
; x
H
) +

S
4
D
0
2HDM
(x
W
; x
H
; x

0
) ; (281)
C
E
= S
E
+O(
S
) ; (282)
wobei die Gleichungen (259) bis (261) verwendet wurden. Die Z
ij
stellen die Renormierungs-
koezienten f

ur die Operatorrenormierung dar (N steht f

ur den
"
normalen\ Operator
^
O
LL
, E
15
Diese Beziehung gilt f

ur a 6= 0 in Gleichung (274) nur f

ur die Terme, welche nicht proportional " sind. Da
die Renormierungskonstante, welche f

ur die Mischung des evanescenten Operators in
^
O
LL
verantwortlich ist,
keine 1="-Pole aufweist, k

onnen die "-proportionalen Terme in S
E
(W;W )
sicher vernachl

assigt werden und somit
ist die Gleichung auch f

ur ein beliebiges a korrekt.
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steht f

ur den evanescenten Operator
^
O
E
). Diese Renormierungskonstanten werden im Singlett-
Fall durch das 1. Diagramm in Abbildung 11 bestimmt. Es ist notwendig nur die UV-Anteile
zu berechnen, da nur diese f

ur die Z
ij
relevant sind. Dies l

at sich sehr einfach mittels eines
gemeinsamen Massenregulators ausf

uhren [15]. Man erh

alt:
Z
NN
= 1; Z
NE
= 0; Z
EN
=

S
4
C
F
48 +O(
2
S
); Z
EE
= 1 +O(
2
S
); (283)
wobei die ersten beiden Gleichungen zu allen Ordnungen in 
S
gelten, da der Quark-Strom f

ur
verschwindende Massen erhalten ist. Mit diesen Ergebnissen nimmt die Matching-Gleichung
die folgende einfache Gestalt an:
 
1- und 2-loop
SM-Diagramme
(Singlett)
!
= (const.)

S
2HDM
+

S
4

D
0
2HDM
+ C
F
48S
E


h
^
O
LL
i
tree
+

in D=4 endliche
Funktion

h
^
O
E
i
tree

= (const.)

S
2HDM
+

S
4

D
0
2HDM
+ C
F
12S
(W;W )


h
^
O
LL
i
tree
+

in D=4 endliche
Funktion

h
^
O
E
i
tree

: (284)
Bei dieser Matching-Gleichung wurde konsistent auf der
"
vollen\ und eektiven Seite die Quark-
Wellenfunktionsrenormierung ignoriert. Da sich S
E
nur f

ur die 1-loop-Diagramme mit zwei W-
Bosonen als ungleich Null herausgestellt hat, ist die hier pr

asentierte Rechnung nur f

ur diesen
Fall n

otig. Sobald physikalische oder unphysikalische Higgs-Teilchen bzw. SUSY-Teilchen in der
Box laufen, bringt der evanescente Operator keinen Beitrag und die hier pr

asentierte Methode
ist viel trivialer als die mit IR-Regulatormassen.
Aus der Matching-Gleichung ergeben sich die folgenden Identit

aten:
D
0
SM
+ C
F
12S
(W;W )
= C
F
(
L
(1;SM)
(x
W
) +

6 ln(x

0
)

x
W
@
@x
W

+ 3

S
WW
(x
W
)
)
+C
F
12S
(W;W )
(285)
D
0
H
= C
F
n
L
(1;H)
(x
W
; x
H
)
+
2
4
6 ln(x

0
)
X
i=H;W
x
i
@
@x
i
+ 3
3
5

2 S
WH
(x
W
; x
H
) + S
HH
(x
W
; x
H
)

9
=
;
;
und somit gilt im Singlett-Fall:
D
0
2HDM
= D
0
SM
+D
0
H
= D
2HDM
: (286)
Im weiteren m

ussen die Oktett-Diagramme betrachtet werden. Die Berechnung erfolgt in v

olli-
ger Analogie zum bisher beschriebenen. Die Renormierungskonstanten Z
ij
werden

uber die
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letzten drei Diagramme in Abbildung 11 berechnet. Bei der Einsetzung des Operators
^
O
E
erh

alt man einen weiteren evanescenten Operator
^
E:
^
E = 

1


2


3


4


5
P
L

 

5


4


3


2


1
P
L
  (16 + b ")
^
O
LL
: (287)
Dieser Operator hat jedoch keinen Einu auf den NLO-Wilson-Koezienten, da er keinen
LO-Beitrag erh

alt. Die Renormierungskonstanten bis zur Ordnung O(
S
) ergeben sich zu:
Z
NN
= 1 +

S
4
1
"
C
A
6 ; Z
NE
=  

S
4
1
"
C
A
;
Z
EN
=

S
4
C
A
(48 + 8 a   b) ; Z
EE
= 1 +

S
4
1
"
C
A
14 :
(288)
Die Matching-Relation lautet nun analog zu (284):
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A
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+

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+

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:
Auch im Oktett-Fall ergibt sich

Ubereinstimmung zwischen den Termen proportional C
A
in
D
2HDM
und D
0
2HDM
. Die Abh

angigkeit von b entf

allt, wohingegen die Abh

angigkeit von a er-
halten bleibt. Dieser Sachverhalt ist verwunderlich, da der Wilson-Koezient unabh

angig von
derartigen aus der Regularisierung oder Renormierung stammendenden Gr

oen sein sollte. In
der Tat, der Wilson-Koezient wird nach der Skalierung zur hadronischen Skala unabh

angig
von a. Dia anomale Dimension f

ur die Skalierung ist ebenso eine Funktion von a ab, so da die
Skalierungsprozedur das Endergebnis unab

angig macht. Um die Wilson-Koezienten an der
Skala m
W
vergleichen zu k

onnen wird a =  8 gesetzt, da dieser Wert f

ur a implizit auch in
der Rechnung mit Regulatormassen und f

ur die Berechnung der anomalen Dimension benutzt
wurde.
3.5 Resultate
Im weiteren soll der experimentell mebare Massenunterschied m
B
zwischen den Massen-
eigenzust

anden B
H
und B
L
untersucht werden. m
B
ist direkt gegeben durch die BB-
Mischungsamplitude:
m
B
=
1
m
B
jhB
0
jH
e
jB
0
ij
=
G
2
F
6
2
m
2
W
(V
td
V

tb
)
2
S
2HDM
(x
W
; x
H
) 
2
(x
W
; x
H
)B
B
f
2
B
m
B
: (289)
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Das Resultat von Gleichung (289) ergibt sich bei Benutzung von (234). B
B
ist der
renormierungsschema-unabh

angige B-Parameter [59]:
B
B
= B
B
()
S
()
 6=23
"
1  

S
()
4
 

(1)
2
0
 

(0)
2
2
0

1
!#
: (290)
In der numerischen Auswertung wird f

ur den B-Parameter der Wert B
B
= 1:31  0:03 [72]
benutzt.
Der gegenw

artige experimentelle Mittelwert f

ur den Massenunterschied ist m
B
= 3:0541 
10
 13
GeV [26]. Aufgrund der hohen Pr

azission dieses Meergebnisses ist das B

B-Mixing geeig-
net f

ur die Untersuchung von (V
td
V

tb
). F

ur die numerische Auswertung wird m
B
= 3:05 10
 13
GeV [73] benutzt.
Aus Abbildung 12 ist ersichtlich, da sich die Dierenz f

ur das LO-Resultat und das entspre-
chende NLO-Resultat von V
td
auf ungef

ahr 7 % bel

auft, wenn m
pole
t
= 175 GeV benutzt wird.
Das bedeutet jedoch, da durch die NLO-Beitr

age eine Minimierung des Ergebnisses f

ur m
B
von ca. 15 % entsteht. Dieser Schlu ist sofort nachvollziehbar, wenn man 
LO
= 
S
(M
W
)
6=23
und 
2
im SM vergleicht. Es gilt 
2
= 0:4942 und 
LO
= 0:5751.
Sobald das 2HDM II in Rechnung gestellt wird, mu das entsprechende CKM-Matrixelement
verkleinert werden, um eine

Uberschneidung zwischen Experiment und Theorie in einem sinn-
vollen Bereich f

ur die Higgs-Masse zu erzielen. Im Abbildung 13 ist zu erkennen, da es kein
physikalisches Higgs-Boson mit einer Masse kleiner 1 TeV geben kann, wenn man f

ur V
td
Werte
gr

oer als 0.0086 annimmt und tan  = 1 und f
B
p
B
B
= 0:2 GeV setzt.
Die Graphen in Abbildung 12 und 13 sind konsistent, denn f

ur den SM-Limes m
H
!1 wird
das SM-Resultat reproduziert. F

ur Higgs-Massen gr

oer als 1 TeV l

at sich das 2HDM nicht
mehr vom SM unterscheiden, wenn die Fehler f

ur f
B
p
B
B
und m
t
ber

ucksichtigt werden. In
Abbildung 14 ist das relativ sensitive Verh

altnis zwischen top-Quark Masse und Higgs-Boson-
Masse gegeben. In dem Abbildung 15 wurde die LO-Rechnung mit der NLO-Rechnung f

ur zwei
typische Werte von V
td
sowie tan  = 1:25 verglichen. Der Unterschied zwischen NLO und LO
ist in diesem Fall ungef

ahr 18 %.
Eine sehr wichtige Erkenntnis aus diesem Kapitel zeigt, da in der Tat die Behandlung der

aueren Zust

ande, wie bereits in Kapitel 2.5.1 besprochen, v

ollig willk

urlich ist und keinen
Einu auf die Wilson-Koezienten zu verzeichnen ist.
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Abbildung 12: Die schattierten Gebiete stellen die experimentell erlaubten Regionen dar, wenn der Fehler
von m
B
und m
t
in Rechnung gestellt ist. Es existiert ein schmaler

Uberlapp zwischen dem LO-Resultat und
dem NLO-Resultat.
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Abbildung 13: In dieser Figur ist die Massenaufspaltung im 2HDM auf NLO-Niveau f

ur unterschiedliche
Werte von V
td
und f

ur tan  = 1 dargestellt. Die top-Quark-Masse ist hier identisch der Pol-Masse m
pole
t
= 175
GeV. Der schattierte Streifen ist der experimentell erlaubte Bereich. Der Faktor f
B
B
1=2
B
ist auf 0.2 GeV xiert.
Der SM-Limes m
H
!1 ergibt das vom SM vorhergesagte Resultat.
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Abbildung 14: Der Massenunterschied im Rahmen des 2HDM ist f

ur unterschiedliche top-Quark-Pol-Massen
dargestellt. Es wurde V
td
= 0:006, tan  = 1 und f
B
B
1=2
B
= 0:2 GeV angenommen.
100 200 300 400 500 600 700 800 900 1000
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Abbildung 15: Ein Vergleich zwischen LO- und NLO-Ergebnissen im 2HDM ist aufgezeigt. Hierbei sind:
tan  = 1:25, f
B
B
1=2
B
= 0:2 GeV und m
pole
t
= 175 GeV.
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3.6 Schlufolgerungen
Im SM ergaben die NLO-Korrekturen eine Ver

anderung von jV
td
j von ca. 7% und somit f

ur die
Massenaufspaltung von ca. 15%. Dies rechtfertigt die Anstrengungen, die unternommen werden
m

ussen, um den Schritt von der LO-Approximation zur NLO-Approximation zu machen. Es
kann gezeigt werden, da das Schema zur Trennung von lang- und kurzreichweitigen Beitr

agen,
welches von Buras et al. [10, 59] entwickelt wurde, auch im 2HDM g

ultig ist. Das war u. a. ein
sehr wichtiger Test f

ur die Rechnungen.
Die NLO-Beitr

age spielen auch im 2HDM eine wichtige Rolle, da sie ebenfalls eine Korrektur
von ca. 18% gegen

uber den LO-Ergebnissen darstellen.
Durch die zwei geladenen, physikalischen Higgs-Bosonen kommt es zu einer Erh

ohung der Am-
plitude, deren spezieller Wert von der Higgs-Masse und tan  abh

angt. Deshalb mu man das
CKM-Matrixelement V
td
im 2HDM kleiner annehmen als im SM, um mit den experimentellen
Grenzen konsistent zu sein.
Im Limes sehr groer Higgs-Massen werden die SM-Ergebnisse reproduziert.
Es w

are w

unschenswert, die Ergebnisse auf das MSSM zu erweiteren, um sehen zu k

onnen, ob
die groen Korrekturen des 2HDM vom MSSM relativiert werden. Die Rechnungen im MSSM
sind sehr kompliziert. Dies soll im folgenden Kapitel angedeutet werden.
3.7 Das BB{Mixing im MSSM
Dieses Unterkapitel soll andeuten, welche Schwierigkeiten bei der Behandlung des BB-Mixings
in einem allgemeinenMSSM-Szenario auftreten. Die Anzahl der Operatoren w

achst und bereits
bei einfachen Diagrammen entstehen unhandliche Ausdr

ucke. Der Grund hierf

ur sind zum
einen die Kopplungen der Charginos, Neutralinos und Gluinos, sowohl an links- als auch an
rechtsh

andige Felder, und zum anderen der Majorana-Charakter der Neutralinos und Gluinos.
Die notwendigen Diagramme sind in Abbildung 16 dargestellt.
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Abbildung 16: Supersymmetrische Beitr

age zum BB-Mixing im Rahmen des MSSM. Die ersten beiden Dia-
gramme sind Dirac-Diagramme, wohingegen das dritte ein Majorana-Diagramm darstellt. Zus

atzlich zu den
gezeigten Feynman-Graphen sind noch die durch eine Fierz-Transformation entstehenden Diagramme zu ber

uck-
sichtigen.
Die Schwierigkeiten sollen exemplarisch am Beispiel zweier Boxdiagramme mit jeweils zwei
verschiedenen Dirac-Fermionen und zwei verschiedenen Majorana-Fermionen gezeigt werden.
Die Spezizierung auf den Fall zweier Gluinos, die massenentartet sind, erfolgt durch einen
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einfachen Grenz

ubergang
16
. Einige Ausf

uhrungen zur Konvention f

ur Majorana-Fermionen sind
im Anhang C zu nden. Bei Dirac-Fermionen ist die Richtung der Fermionenlinie eindeutig
festgelegt, wohingegen bei Majorana-Teilchen die Richtung vollkommen willk

urlich ist. Der
Grund daf

ur ist, da man bei Majorana-Fermionen nicht zwischen Teilchen und Anti-Teilchen
unterscheidet. Es gibt die drei folgenden M

oglichkeiten f

ur einen Propagator [42]:
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was letztlich seine Widerspieglung im dritten Feynman-Diagramm von Bild 16 ndet.
Die Amplitude zum mittleren Diagramm besitzt die folgende Struktur:
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mit den Integralen:
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Von einem sehr groben Standpunkt her gesehen w

urde man bei der Box mit zwei internen Gluinos den
gr

oten Beitrag vermuten, da dieses Diagramm proportional 
4
S
ist und die anderen Diagramme proportional

4
QED
bzw. 
2
QED

2
S
sind. Selbstverst

andlich existieren noch weitere unbekannte multiplikative Vorfaktoren, die
eventuell einen anderen Schlu zulassen. Man erkennt, da aufgrund der unbekannten Parameter eine allgemeine
Berechnung unter Ber

ucksichtigung aller Diagramme notwendig ist.
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und den Operatoren:
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Der Vorfaktor ist gegeben durch: C = 4 g
4
3
(T
a
T
b
)
 
(T
b
T
a
)
 
. Die Massenverh

altnisse sind wie
folgt deniert: x
3
= m
2
3
=m
2
1
, x
4
= m
2
4
=m
2
1
und y = m
2
2
=m
2
1
. Die Indizes A und B stehen jeweils
f

ur L bzw. R. Man stellt fest, da bereits f

ur dieses einfache Dirac-Diagramm 8 Operatoren
existieren. F

ur den Gluino-Fall mit Massenentartung gelten die folgenden Beziehungen:
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F

ur die Amplitude des Majorana-Diagramms ergibt sich:
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wobei der Vorfaktor C = 4 g
4
3
(T
a
T
b
)
 
(T
a
T
b
)
 
ist.
Die Operatoren besitzen die folgende Gestalt:
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Diese zus

atzlichen 8 Operatoren lassen sich durch Fierz-Identit

aten auf die bisherigen Opera-
toren projizieren. Es gilt [75]:
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Man beachte, da aufgrund der Vertauschung von Spinorfeldern, bei der Ableitung obiger Rela-
tionen, ein zus

atzliches Minuszeichen zu ber

ucksichtigen ist. Mit den folgenden Bezeichnungen:
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ergibt sich im Gluino-Fall f

ur das zweite Diagramm in Abbildung 16 unter Ber

ucksichtigung
des Vorfaktors:
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und f

ur das Majorana-Diagramm folgt:
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Diese beiden Resultate sind in

Ubereinstimmung mit [76]. Die Ergebnisse k

onnen sofort auf
den Neutralino- und Chargino-Fall bzw. auf gemischte Diagramme verallgemeinert werden.
Mit dieser Verikation soll dieses Kapitel beschlossen werden. Um diese Ergebnisse mit expe-
rimentellen Werten vergleichen zu k

onnen, mu die RG-Prozedur angewendet werden. Dazu
wird die 1-loop-anomale Dimension der Operatoren ben

otigt. F

ur eine Verallgemeinerung auf
die NLO-Approximation ist sogar die 2-loop-anomale Dimension erforderlich. Die Rechnun-
gen sind vom analytischen Standpunkt her durchf

uhrbar, erfordern jedoch h

ochste Sorgfalt bei
der Handhabung der Ausdr

ucke. Eine vollst

andige analytische Berechnung des B

B-Mixing in
NLO-Approximation ist notwendig und stellt eine groe Herausforderung dar.
85
4 Der Zerfall B ! X
s
 in Next-to-Leading-Order
Approximation
In diesem Kapitel sollen die Zerf

alle b ! s  und b ! s g in einer allgemeinen Klasse von
Erweiterungen des SM untersucht werden. Mit Hilfe dieser Ergebnisse wird das Verzweigungs-
verh

altnis BR[B ! X
s
] im MSSM bestimmt. Die Grundlage f

ur dieses Kapitel stellen die
Arbeiten [77] und [78] dar, an welche sich streng gehalten wird.
4.1 Einf

uhrung
Der seltene Zerfall B ! X
s
 ist ein FCNC-Proze mit einem f

ur seltene Zerf

alle groen in-
klusiven Verzweigungsverh

altnis von der Ordnung O(10
 4
). Deshalb ist er gut geeignet f

ur den
sensitiven Test des Standard-Modells (SM) und verschiedener Erweiterungen. Die experimen-
tellen Resultate des inklusiven Verzweigungsverh

altnisses von CLEO [11]:
BR[B ! X
s
] = (3:15  0:35
stat
 0:32
syst
 0:26
model
) 10
 4
und ALEPH [12]:
BR[B ! X
s
] = (3:11  0:80
stat
 0:72
syst
) 10
 4
sind konsistent mit den theoretischen SM-Erwartungen:
BR[B ! X
s
] = (3:3 0:30
theor
) 10
 4
und f

uhren somit zu einer starken Einschr

ankung von m

oglichen Parameterr

aumen erweiterter
Theorien. Die theoretische Vorhersage folgt aus NLO-Rechnungen mit einer theoretischen Un-
sicherheit von ca 10% und ist somit genauer als das Experiment. Dies wird sich jedoch in naher
Zukunft mit dem Beginn der Experimente am SLAC [1] und am KEK [2]

andern.
Die erste NLO-Rechnung zur Bestimmung der Wilson-Koezienten im SM erfolgte von Adel
und Yao [13] und wurde in [79] best

atigt.
Die Motivation f

ur diese NLO-Rechnung war die Reduktion der groen Skalenunsicherheit in
LO-Rechnungen, welche einen theoretischen Fehler von ca. 30% hatten.
In den letzten 2 Jahren wurden die NLO-Rechnungen auf des 2HDM, Links-Rechts-Modelle
und das MSSM erweitert [77, 80, 81].
In allen Rechnungen wurde gezeigt, da die QCD-Korrekturen groe Beitr

age liefern. Dieser
Sachverhalt kann u. a. mit verantwortlich gemacht werden f

ur das relativ groe inklusive Ver-
zweigungsverh

altnis.
Das prinzipielle theoretische Herangehen erfolgt wie in Kapitel 3. Es mu jedoch festgestellt
werden, da die technischen Schwierigkeiten viel gr

oer sind als bei der B

B-Oszillation. Die hier
betrachteten Diagramme sind bereits in der niedrigsten Ordnung der St

orungstheorie divergent,
so da bei der Ber

ucksichtigung der QCD-Korrekturen

uberlappende Divergenzen auftreten.
Desweiteren mu man bis zur zweiten Ordnung in den

aueren Impulsen entwickeln, was zu
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einer groen Anzahl von Operatoren f

uhrt (siehe dazu Anhang G.1).
Die hier pr

asentierten Rechnungen f

ur die Bestimmung der Wilson-Koezienten werden im
Free-Quark-Modell durchgef

uhrt, d. h., es werden die Prozesse b! s  und b! s g berechnet.
F

ur die externen Bosonen (; g) wird die Hintergrundfeldeichung gew

ahlt. Desweiteren wird die
Feynman-'t Hooft-Eichung f

ur das W -Boson benutzt, wodurch die Einf

uhrung eines unphysi-
kalischen, skalaren Feldes  erforderlich ist. Die Ultraviolett- und Infrarot-Divergenzen werden
simultan dimensional regularisiert. Dies macht die Unterscheidung beider Arten von Divergen-
zen unm

oglich, vereinfacht jedoch die Rechnung drastisch, da die leichten Freiheitsgrade (leichte
Quarks) masselos angenommen werden. Die Unterscheidung zwischen UV- und IR-Divergenzen
ist nicht n

otig, da nach der Renormierung die Restdivergenzen automatisch IR-Divergenzen
sind. Vom mathematischen Standpunkt betrachtet ist die Unterscheidung sogar fragw

urdig, da
z. B. suspekte Terme "
UV
="
IR
auftreten w

urden.
Das Matchen der vollen und der eektiven Seite erfolgt o-shell. Der Vorteil dieses Verfahrens
besteht in der Anwendbarkeit der Taylor-Reihe bei der Entwicklung nach den

aueren Impul-
sen, und man umgeht die Notwendigkeit einer asymptotischen Entwicklung [82]. F

ur die hier
zu behandelnden Zerf

alle kann deshalb die folgende allgemeine Taylor-Entwicklung nach den
zwei

aueren Impulsen k und p verwendet werden:
1
(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p+ q)
2
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2
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1
q
2
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2
 
(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2
+ 2(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p)  q
(q
2
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2
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2
+
4[(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2
(q
2
 m
2
)
3
; (312)
wobei ;  = 1 sein k

onnen. Der Nachteil des o-shell-Matchens ist eine wesentlich er-
weiterte Operatorbasis (siehe Anhang G.1). Somit spielen beim Matchen nicht nur die beiden
physikalischen Operatoren:
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
P
R
b) F

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f

ur die Zerf

alle b! s bzw. b! sg eine Rolle, sondern ebenso unphysikalische (bewegungsglei-
chungsverschwindende bzw. EOM-verschwindende) Operatoren. Diesem Nachteil steht jedoch
die M

oglichkeit der Durchf

uhrung verschiedener Tests (Gauge-Invarianz-Tests) gegen

uber, die
nur im o-shell Fall anwendbar sind und somit die Rechnung sicherer machen.
Die eektive Hamilton-Dichte hat die folgende Gestalt:
H
e
=  
4G
F
p
2
V

ts
V
tb
X
C
i
^
P
i
: (315)
Die Berechnung der Wilson-Koezienten C
i
erfolgt durch das Gleichsetzen der renormierten 1-
Teilchen irreduziblen Green-Funktionen der vollen und eektiven Theorie. Dabei ist die Bestim-
mung der C
i
im Free-Quark-Modell m

oglich, da sie unabh

angig von den externen Zust

anden
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in den Matrixelementen sind. Die zu berechnenden Diagramme in niedrigster Ordnung der
St

orungstheorie f

ur den Proze b ! s innerhalb der vollen Theorie sind in Abbildung 17
dargestellt.
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u; c; t
k
p   k
b
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Abbildung 17: Diagramme f

ur den Proze b ! s im SM. Zus

atzlich m

ussen noch Diagramme mit einem
would-be-Goldstone-Boson  in Rechnung gestellt werden, welche durch den Austausch W $  entstehen.
Hier taucht das W -Boson, das unphysikalische Skalar  und das top-Quark explizit als dy-
namischer Freiheitsgrad auf. Die Diagramme der eektiven Theorie sind in Abbildung 18 zu
nden.
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
A
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
b
s
A

A
2
Abbildung 18: Diagramme f

ur den Proze b ! s innerhalb der eektiven Theorie. Die schwarzen Vierecke
mit den Bezeichnungen A
i
sind Kopplungen der eektiven Theorie.
In der eektiven Theorie sind die schweren Felder ausintegriert und implizit in den eektiven
Kopplungen (dargestellt als schwarze Vierecke in Abbildung 18) enthalten. Es ist oensichtlich,
da die eektive Seite f

ur das SM und alle hier pr

asentierten Erweiterungen identisch ist, da
sich die Erweiterungen nur durch zus

atzliche schwere Freiheitsgrade vom SM unterscheiden.
Durch die Entwicklung nach

aueren Impulsen bis zur 2. Ordnung entsteht eine groe Anzahl
von Termen, die die Anwendung von Computer-Algebra-Programmen erfordern. Zur Generie-
rung der Feynman-Amplituden wurde FeynArts [66] benutzt. Mit Hilfe von Mathematica [67]
wurden diese Amplituden ausgewertet.
Ziel dieses Kapitels soll die Pr

asentation der Berechnung der Wilson-Koezienten f

ur den Zer-
fall b! s und b! sg in Next-to-Leading-Order-Approximation im SM und einer allgemeinen
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Klasse von m

oglichen Erweiterungen (2HDM, Links-Rechts-Modelle, MSSM) sein. Im folgen-
den werden die Matching-Bedingungen f

ur Diagramme mit allgemeinen schweren Fermionen
und schweren skalaren Teilchen, sowie Diagramme mit allgemeinen schweren Fermionen und
schweren Vektor-Bosonen abgeleitet. Zus

atzlich m

ussen im SM noch Diagramme mit schweren
Vektor-Bosonen und leichten Fermionen ber

ucksichtigt werden. Aus den daraus resultierenden
generischen Gleichungen lassen sich durch simple Substitutionen die bisher bekannten Ergeb-
nisse f

ur das SM, 2HDM, Links-Rechts-Modelle und das MSSM reproduzieren [13, 79, 80].
Die Wilson-Koezienten werden im Anschlu von der Matching-Skala M
W
zu 
b
= 4:8 GeV
skaliert. Die daraus erhaltenen Ausdr

ucke gehen direkt in die Berechnung des experimentell
ermittelbaren Verzweigungsverh

altnisses BR[B ! X
s
] ein.
4.2 Generische Gleichungen f

ur eine allgemeine Klasse von renor-
mierbaren Quantenfeldtheorien
In diesem Gliederungspunkt sollen Einschleifen- und Zweischleifen-Beitr

age zum Matching f

ur
den Proze b ! s und b ! s g in einer allgemeinen Quantenfeldtheorie berechnet werden.
Es wird eine Unterteilung in zwei F

alle vorgenommen, im ersten Fall werden Schleifen mit
schweren Fermionen und schweren skalaren Teilchen betrachtet, wohingegen im zweiten Fall
schwere Fermionen und schwere Vektor-Bosonen eine Rolle spielen.
4.2.1 Diagramme mit schweren skalaren Teilchen und schweren Fermionen
Die im ersten Teil zugrunde liegende Lagrange-Dichte hat die folgende Gestalt:
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o
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: (316)
Hierbei bezeichnet L
QCDQED
(u; d; s; c; b) die kinetischen Terme der leichten Quarks, sowie der
Photonen und Gluonen. Die Eich-Wechselwirkungsterme sind ebenfalls inL
QCDQED
(u; d; s; c; b)
enthalten. Die skalaren Teilchen werden mit  bezeichnet und die Fermionen mit  . Der Term
L
irrelevant
beinhaltet Kopplungen und Felder, die f

ur die hier betrachteten Prozesse nicht relevant
sind. Die kovarianten Ableitungen haben die Gestalt:
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Die Kopplungen S
L;R
und B
L;R
in (316) parametrisieren die Yukawa-Wechselwirkungen der
schweren Teilchen mit den s- und b-Quarks. Wie

ublich sind die einzelnen Summanden in der
Lagrange-Dichte QED- und QCD-Singletts. Da eine allgemeine Theorie betrachtet werden soll,
k

onnen sich die schweren Teilchen in jeder beliebigen Darstellung der SU(3)
C
benden, f

ur
die derartige Singletts existieren. F

ur die hier zu behandelnden Prozesse gelten die folgenden
Gauge-Invarianz-Bedingungen bzgl. der U(1)
Q
und der SU(3)
C
:
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Q
 
+ Q

=  
1
3
;
T
a
( )jn
C
ink
+T
a
()in
C
njk
= C
ijn
T
a
nk
; (318)
wobei die C
ijk
Clebsch-Gordan Koezienten sind. Der Generator der fundamentalen Darstel-
lung der SU(3)
C
wird mit T
a
bezeichnet, wohingegen die Generatoren beliebiger Darstellungen
durch T
a
()in
und T
a
( )jn
abgek

urzt werden. Selbstverst

andlich erf

ullen alle Generatoren die
Standard-Kommutationsrelationen:
h
T
a
( )
;T
b
( )
i
= if
abc
T
c
( )
;
h
T
a
()
;T
b
()
i
= if
abc
T
c
()
;
h
T
a
;T
b
i
= if
abc
T
c
: (319)
Die Casimir-Eigenwerte f

ur die Darstellungen der schweren Teilchen werden 
 
and 

genannt:
T
a
( )
T
a
( )
= 
 
1 ; T
a
()
T
a
()
= 

1 : (320)
F

ur die Standard-Darstellung gilt  = 4=3. Innerhalb dieser Arbeit wird vorausgesetzt, da
die Yukawa-Kopplungen und 
em
schwach sind. Es ist damit ausreichend, diese Kopplungen in
LO-Approximation zu behandeln, jedoch in NLO-Approximation bez

uglich der starken Kopp-
lungskonstante 
S
zu rechnen. Diese Annahmen sind nicht von allgemeiner G

ultigkeit. Sie
m

ussen f

ur jedes Modell und f

ur jeden Proze individuell untersucht werden. Insbesondere die
top-Quark-Yukawa-Kopplung Y
t
im Standardmodell und die quartische Higgs-Kopplung  kann
von der gleichen St

arke sein wie die starke Kopplung und somit nicht verschwindende numeri-
sche Beitr

age liefern. In Ref. [83] wurde explizit veriziert, da f

ur b! s diese Beitr

age keine
Rolle spielen. Die O(Y
t
; )-Korrekturen geben im Standardmodell ca. 1% Korrekturen.
Die in diesem Kapitel zu untersuchenden Diagramme sind im Anhang G.2 gegeben. Es folgt
hierbei insbesondere im 2-loop-Fall eine Beschr

ankung auf Diagramme mit Gluonen. Zu einem
sp

ateren Zeitpunkt werden noch wichtige zus

atzliche Beitr

age, die von Diagrammen ohne Gluo-
nen aber mit 4-Squark-Kopplungen stammen, bestimmt (Anhang G.4). Die Diagramme m

ussen
vor der Berechnung der eektiven Seite renormiert werden. Alle zu renormierenden Gr

oen wer-
den im MS-Schema behandelt. Der Renormierungspunkt wird mit 
0
= O(schwere Massen)
bezeichnet. Die

ubrigbleibenden Divergenzen sind dann IR-Divergenzen und repr

asentieren so-
mit das kurzreichweitige Verhalten der Theorie. Da diese Beitr

age ebenso auf der eektiven
Seite vorhanden sind (volle Theorie ist im Niederenergie-Limes identisch mit der eektiven
Theorie), heben sich diese Divergenzen bei der Matching-Prozedur auf. Dies gilt auch f

ur die
durch die Entwicklung entstandenen k

unstlichen IR-Divergenzen, was jedoch voraussetzt, da
die

aueren Impulse in der vollen und eektiven Theorie gleich behandelt werden m

ussen.
Der n

achste Schritt besteht nun in der Berechnung der eektiven Theorie. Der Ansatz f

ur die
eektive Lagrange-Dichte ergibt sich aus der Dirac-Struktur der vollen Theorie:
L
e
= L
QCDQED
(u; d; s; c; b) +
4G
F
p
2
V

ts
V
tb
2
4
X
i=4;7;8

C
i
^
P
i
+ C
0
i
^
P
0
i

+

EOM-verschwin-
dende Operatoren

3
5
;
(321)
90 4 DER ZERFALL B ! X
S
 IN NEXT-TO-LEADING-ORDER APPROXIMATION
wobei die Operatoren
^
P
i
in [77] bzw. im Anhang G.1 aufgelistet sind. Die Operatoren
^
P
0
i
erh

alt
man durch den Austausch der Projektionsoperatoren P
L=R
! P
R=L
.
Zwei typische Diagramme zur Berechnung der eektiven Seite sind in Abbildung 18 dargestellt.
Die leichten Felder, insbesondere alle Quarks auer dem t-Quark, sind masselos. Aus diesem
Grund verschwinden alle Schleifendiagramme auf der eektiven Seite (siehe dazu Gleichung
(549)) und die komplette eektive Theorie besteht aus tree-Level-Ausdr

ucken. Der Operator
^
P
7
soll als Beispiel f

ur die Berechnung innerhalb der eektiven Theorie herangezogen werden.
Um mit den Ergebnissen von Ref. [78] vergleichen und um die dortige Matrix der anomalen Di-
mension benutzen zu k

onnen, wird die folgende Umnormierung
^
P
7;8
! 1=g
2
3
^
P
7;8
vorgenommen.
Der relevante Teil der Lagrange-Dichte, mit renormierten Gr

oen ausgedr

uckt, lautet:
L
P
7
e
= Z
 
Z
 2
g
 
Z
m
X
k
C
k
Z
k7
+ (Z
m
  1)
X
k
C
k
Z
k35
!
^
P
7
; (322)
wobei der letzte Term entsteht, weil der Operator
^
P
35
den Operator
^
P
7
enth

alt. Die Renormie-
rungskonstanten Z
 
, Z
g
, Z
m
und Z
ij
repr

asentieren die Wellenfunktions-, Kopplungskonstanten,
Massen- und Operatorrenormierung. Diese Gr

oen sind gegeben [15, 78, 84]:
Z
g
= 1 +
g
2
3
(4)
2
"

 
1
2

0

+O(g
4
3
) mit 
0
=
23
3
;
Z
m
= 1 +
g
2
3
(4)
2
"

 
1
2

(0)
m

+O(g
4
3
) mit 
(0)
m
= 8 ;
Z
 
= 1 +
g
2
3
(4)
2
"


(0)
 

+O(g
4
3
) mit 
(0)
 
=
4
3
;
Z
ij
= 
ij
+
g
2
3
(4)
2

a
01
ij
+
1
"
a
11
ij

+
g
4
3
(4)
4

a
02
ij
+
1
"
a
12
ij
+
1
"
2
a
22
ij

+O(g
6
3
) :
(323)
Die Bestimmung der Renormierungskonstanten erfolgt durch die Berechnung der UV-
divergenten Anteile von Feynman-Diagrammen auf der eektiven Seite. Deshalb mu man die
UV-und IR-Divergenzen trennen. Dies wird m

oglich durch die Einf

uhrung eines gemeinsamen
Massenregulators f

ur die leichten Felder [71].
F

ur den Vektor Z
k7
gilt: Z
k7
= 0, wenn
^
P
k
ein bewegungsgleichungsverschwindender Operator
ist, da diese nicht in physikalische Operatoren mischen k

onnen. Weiterhin sind alle Operato-
ren, die beim Matching auf Einschleifen-Niveau keine Beitr

age erhalten
17
, irrelevant. Dies gilt
insbesondere f

ur evanescente Operatoren (somit ist a
01
i7
und a
02
i7
identisch Null). Die Wellenfunk-
tionsrenormierung ist auf der eektiven und der vollen Seite identisch und stellt einen globalen
Vorfaktor dar. Konsequenterweise kann man diese Renormierung auf beiden Seiten weglassen,
17
Tree-Level-Beitr

age sind in dem hier behandelten Fall (Diagramme mit schweren Fermionen und schweren
Bosonen) von vornherein nicht vorhanden.
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was bedeutet, da Z
 
= 1 ist. Dasselbe gilt f

ur die Massenrenormierung von m
b
, jedoch nicht
f

ur die Renormierung der Kopplungskonstanten. Mit Hilfe von [15, 78, 84]:
a
11
77
=
16
3
  
0
; a
11
87
=  
16
9
; alle anderen a
11
ij
= 0 ;
(324)
erh

alt man das Ergebnis:
L
P
7
e
=
g
2
16
2
C
(1)
7
^
P
7
+
g
4
(16
2
)
2

C
(2)
7
+
1
"
a
11
87
C
(1)
8
+
1
"

a
11
77
+ 
0

C
(1)
7

^
P
7
: (325)
F

ur Details, insbesondere das Matching des Operators
^
P
8
wird auf die Ref. [78] verwiesen. Der

Ubergang von dem soeben benutzen
^
P
7
zu dem im Anhang G.1 denierten erfolgt nun ganz
einfach durch das Streichen von g
2
3
in der letzten Gleichung.
F

ur die Wilson-Koezienten gilt:
C
i
(
0
) = C
(0)
i
(
0
) +

S
(
0
)
4
C
(1)
i
(
0
) + ::: (i = 4; 7; 8) ; (326)
wobei die einzelnen Summanden der Entwicklung durch die folgenden Funktionen in x =
(m
 
=m

)
2
repr

asentiert werden:
C
(0)
4
(
0
) = 0 ; (327)
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; (328)
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; (329)
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
L
B
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)f
1
(x) + f
2
(x)] ; (330)
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+ ( h
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9
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(x))Q

]g ; (331)
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; (332)
mit
R
1
= S

L
B
L
+
m
s
m
b
S

R
B
R
und R
2
= S

L
B
R
m
 
m
b
(333)
und dem globalen Vorfaktor:
N =

p
2
8m
2

G
F
V

ts
V
tb
: (334)
Hierbei ist  die Kontraktion der Clebsch-Gordan Koezienten:
C

ijk
C
ijn
= 
kn
: (335)
Die gestrichenen Wilson-Koezienten erh

alt man durch den Austausch der Chiralit

atsindizes
L$ R.
Die expliziten Ausdr

ucke f

ur Funktionen f
1
(x), f
2
(x), g
1
(x), g
2
(x) und h
1
(x){h
24
(x) sind im
Anhang G.3 gegeben.
Die Symbole C
(0)LR
i
bezeichnen diejenigen Teile der LO-Funktion C
(0)
i
, welche proportional zu
S

L
B
R
sind. Die Subskripte
"
S;B\ an den Ableitungen deuten an, da bei Ableitung nach x die
Ausdr

ucke S

L
B
L
, S

R
B
R
und S

L
B
R
m
 
m
b
als unabh

angig von x anzusehen sind.
Eine interessante Beobachtung ist die Tatsache, da die Farbfaktoren der Zweischleifen-
Diagramme auf eine sehr einfache Form gebracht werden konnten, obwohl die speziellen Dar-
stellungen der SU(3)
C
f

ur die schweren Teilchen nicht festgelegt worden sind. Die daf

ur not-
wendigen Beziehungen sind im Anhang D zusammengefat.
4.2.2 Diagramme mit schweren Vektor-Bosonen und schweren Fermionen
Im weiteren wird der bereits angesprochene zweite Fall diskutiert. Da dieser nur f

ur das SM und
das Links-Rechts-Modell notwendig ist, wird sich auf schwere QCD-Singlett Vektor-Bosonen
V

und schwere Fermionen  in der fundamentalen Darstellung der SU(3)
C
beschr

ankt. Die
Lagrange-Dichte hat die Gestalt:
L = L
QCDQED
(u; d; s; c; b)  (D

V

)

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
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
) +m
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)s+ (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)b] + h:c:
o
+ L
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; (336)
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wobei F

der elektromagnetische Feldst

arke-Tensor ist. Die kovariante Ableitung lautet:
D

V

= (@

+ i eQ
V
A

) V

mit Q
V
=  Q
 
 
1
3
: (337)
Die Konstanten 
L;R
und 
L;R
repr

asentieren beliebige, jedoch schwache Kopplungen.
Das SM ergibt sich mit den folgenden Substitutionen in Gleichung (336):
V !W ;  ! t ;
Q
V
! 1 ; ! !  2 ;

R
; 
R
! 0 ; 
L
! 
g
2
p
2
V
ts
; 
L
!  
g
2
p
2
V
tb
:
Die einzige Erweiterung gegen

uber dem SM ist die M

oglichkeit der rechtsh

andigen Kopplung
der schweren Vektor-Bosonen an Fermionen (siehe hierzu die Ausf

uhrungen zum Links-Rechts-
Modell in 2.3.2). Diese Beitr

age sind im allgemeinen unterdr

uckt. Sie k

onnen jedoch durch das
groe Verh

altnism
t
=m
b
numerisch nicht vernachl

assigbare Beitr

age f

ur B!X
s
 liefern [39, 85].
Die zu berechnenden Diagramme sind im Anhang G.2 dargestellt. Es gibt 16 Diagramme f

ur
den Proze b ! s  und ebensoviele f

ur b ! s g. Die eektive Lagrange-Dichte wurde bereits
in Gleichung (321) gegeben.
Die Beitr

age zu den Wilson-Koezienten lauten:
C
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) = 0 ; (338)
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Die Koezienten der gestrichenen Operatoren ergeben sich erneut durch den Austausch von L
und R an den Kopplungen  und . Der globale Normierungsfaktor lautet:
~
N =
p
2
8m
2
V
G
F
V

ts
V
tb
: (344)
Die Funktionen j
1
(x){j
5
(x) und k
1
(x){k
8
(x) sind im Anhang G.3 gegeben.
4.2.3 Diagramme mit schweren Vektor-Bosonen und leichten Fermionen
Ein weiterer Beitrag, auf den bisher noch nicht eingegangen wurde, der jedoch f

ur die Berech-
nung eines kompletten Resultats notwendig ist, stammt von Schleifen mit schweren Vektor-
Bosonen und leichten Quarks.
Im SM handelt es sich hierbei um Diagramme mit W -Bosonen und c-Quarks. Diagramme mit
u-Quarks sind analog zu berechnen, jedoch wegen dem kleinen Wert von V
ub
numerisch nicht
relevant.
Dieser Paragraph ist nur f

ur das SM relevant. Im 2HDM und im MSSM existieren zus

atzlich
zum SM keine weiteren Vektor-Bosonen und die Kopplungen der schweren skalaren Teilchen
an leichte Fermionen sind durch die kleinen Yukawa-Kopplungskonstanten unterdr

uckt. Ein
weiterer Beitrag w

are im Links-Rechts-Modell zu erwarten, in dem das W -Boson rechtsh

andig
an Quarks koppelt. Derartige Beitr

age sind jedoch nicht verst

arkt durch das groe Verh

altnis
m
t
=m
b
[39, 77] f

ur den Proze b! s bzw. b! s g und sind somit vernachl

assigbar
18
.
Die zu berechnenden Diagramme sind ebenfalls in Anhang G.2 dargestellt, allerdings mu nun
das Fermion durch ein leichtes Quark ersetzt werden und das Boson ist in jedem Fall ein W-
Boson. Die eektive Theorie ist wesentlich komplizierter und soll hier kurz skizziert werden.
Es m

ussen Operatoren ber

ucksichtigt werden, welche leichte Quarks enthalten. F

ur den c-
Quark-Sektor haben diese Operatoren die Gestalt:
^
P
c
1
= (s

P
L
T
a
c)(c

P
L
T
a
b) ;
^
P
c
2
= (s

P
L
c)(c

P
L
b) :
(345)
Die Wilson-Koezienten erh

alt man, wenn man die sbcc Greens-Funktion bestimmt (siehe
dazu auch [78]). Die zu berechnenden 1-loop- und 2-loop-Diagramme sind in Abbildung 19
zusammengefat.
Das Diagramm a) in Abbildung 19 kann aufgrund der nicht vorhandenen Farbstruktur nur
zum Operator
^
P
c
2
einen Beitrag leisten, wohingegen die Diagramme b) und c) nur zum Wilson-
Koezienten des Operators
^
P
c
1
beitragen. Die Rechnung ist besonders einfach, da man die
18
Sobald die rechtsh

andige CKM-Matrix eine vollkommen andere Hierarchie erzwingt, k

onnten numerisch
relevante zus

atzliche Beitr

age im Links-Rechts-Modell entstehen. Dies wird hier jedoch nicht angenommen.
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Abbildung 19: 1-loop- und 2-loop-Diagramme zum Proze b ! s c c, wobei zus

atzlich die symmetrischen
2-loop-Diagramme betrachtet werden m

ussen. Diagramme, in denen das Gluon an die

aueren Beine eines
Fermi-Stromes koppelt, verschwinden, da die leichten Quarks als masselos zu betrachten sind.

aueren Impulse und die Massen der Quarks identisch Null annehmen kann. Die sich ergebenden
Wilson-Koezienten lauten [78]:
C
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) = 0 ; C
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) = r
ct
;
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(1)
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0
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 15   6 ln
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(1)
2
(
0
) = 0 ;
(346)
mit r
ct
= V

cs
V
cb
=V

ts
V
tb
. Der Wert von C
(1)
1
wurde im MS-Schema unter Benutzung des evane-
scenten Operators berechnet:
^
P
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= (s



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P
L
T
a
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




P
L
T
a
b)  16
^
P
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Im weiteren soll wieder der Operator
^
P
7
zur Veranschaulichung der Rechnung dienen. Es gelten
alle Aussagen, die bei der Betrachtung der eektiven Theorie im Paragraphen 4.2.1 gemacht
wurden, bis auf den Punkt, da in dem hier betrachteten Fall tree-Level-Beitr

age vom Operator
^
P
c
2
existieren. Die Gleichung (322) kann hier ebenso benutzt werden, jetzt wird allerdings Z
 
und Z
m
sofort identisch 1 gesetzt:
L
P
7
e
= Z
 2
g
X
k
C
k
Z
k7
^
P
7
: (348)
Setzt man nun die Entwicklungen f

ur die Renormierungskonstanten und Wilson-Koezienten
ein, so folgt:
L
P
7
e
=
 
1 +
g
2
3
(4)
2
"

 
1
2

0

!
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
" 
C
(0) c
2
+
g
2
3
(4)
2
C
(1) c
2
! 
g
4
3
(4)
4
1
"
a
12
27
!
+
 
g
2
3
(4)
2
C
(1)c
7
+
g
4
3
(4)
4
C
(2)c
7
! 
1 +
g
2
3
(4)
2
1
"
a
11
77
!
+
 
g
2
3
(4)
2
C
(1)c
8
+
g
4
3
(4)
4
C
(2)c
8
! 
g
2
3
(4)
2
1
"
a
11
87
!#
=
"
g
2
3
(4)
2
C
(1) c
7
+
g
4
3
(4)
4
1
"

a
11
77
+ 
0

C
(1)c
7
+ a
12
27
C
(0)c
2
+ a
12
87
C
(1) c
8

#
: (349)
Aufgrund der tree-Level-Beitr

age vomOperator
^
P
2
ist es notwendig, die 2-loop-anomale Dimen-
sion a
12
27
zu bestimmen, was die Hauptschwierigkeit darstellt. Es ergibt sich [78]: a
12
27
= 116=81.
Mit dem Ergebnis in (349) und der analogen Rechnung f

ur
^
P
4;8
folgt f

ur die Wilson-Koezienten
[77, 78]:

c
C
(0)
4
(
0
) = 0 ; 
c
C
(1)
4
(
0
) =
 
7
9
 
2
3
ln

2
0
M
2
W
!
r
ct
;

c
C
(0)
7
(
0
) =
23
36
r
ct
; 
c
C
(1)
7
(
0
) =
 
 
713
243
 
4
81
ln

2
0
M
2
W
!
r
ct
;

c
C
(0)
8
(
0
) =
1
3
r
ct
; 
c
C
(1)
8
(
0
) =
 
 
91
324
+
4
27
ln

2
0
M
2
W
!
r
ct
:
(350)
Den u-Quark-Sektor erh

alt man aus diesen Resultaten durch Austausch von r
ct
mit r
ut
=
V

us
V
ub
=V

ts
V
tb
. Nach dem Aufsummieren der charm- und up-Quark-Beitr

age kann man die Uni-
tarit

at der CKM-Matrix ausnutzen und schreiben: r
ut
+ r
ct
=  1.
4.3 Substitutionen
Im weiteren sollen die generischen Gleichungen benutzt werden, um die Wilson-Koezienten
im SM, 2HDM, Links-Rechts-Modell und im MSSM zu bestimmen.
Das Standardmodell
Durch die Benutzung der Hintergrundfeldeichung ist der W -Boson-Skalar-Photon-Vertex nicht
in der Theorie enthalten. Somit l

at sich f

ur das SM die bisher durchgef

uhrte Trennung in Dia-
gramme mit schweren Vektor-Bosonen und schweren Fermionen und Diagramme mit schweren
skalaren Teilchen und schweren Fermionen anwenden. Zus

atzlich sind noch die Beitr

age relevant,
die von Diagrammen mit leichten internen Fermionen stammen. Die folgenden Substitutionen
m

ussen durchgef

uhrt werden:
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N

S

L
B
L
+
m
s
m
b
S

R
B
R

=
x
2
 
1 +
m
2
s
M
2
W
!
'
x
2
; (351)
NS

L
B
R
m
 
m
b
=  
x
2
; (352)
~
N

L

L
=
1
2
und 
R
= 
R
= 0 ; (353)
wobei x = m
2
t
=M
2
W
ist. Die weiteren Substitutionen sind:
m
 
! m
t
; m

;m
V
!M
W
;
Q
 
!
2
3
; Q

; Q
V
!  1 ;
! !  2 ; 
 
!
4
3
; 

! 0 :
Addiert man nun die 3 Beitr

age (schweres Fermion mit schwerem Vektor-Boson; schweres Fer-
mion mit schwerem Skalar; leichtes Fermion mit schwerem Vektor-Boson), dann ergibt sich:
C
(0)
7;8
(
0
) =  
3
2
xH
[7;8]
1
(x) mit
8
>
>
<
>
>
:
H
[7]
1
(x) =
 3x
2
+ 2x
6(1  x)
4
ln x +
 8x
2
  5x+ 7
36(1  x)
3
H
[8]
1
(x) =
x
2(1  x)
4
ln x +
 x
2
+ 5x+ 2
12(1  x)
3
(354)
C
(1)
4
(
0
) =
4x
4
  16x
3
+ 15x
2
6(1  x)
4
ln x +
7x
3
  35x
2
+ 42x  8
12(1  x)
3
+
2
3
ln

2
0
m
2
t
; (355)
C
(1)
7
(
0
) =
 16x
4
  122x
3
+ 80x
2
  8x
9(1  x)
4
Li
2

1 
1
x

 
4x
5
  407x
4
  1373x
3
+ 957x
2
  45x
81(1  x)
5
ln x
+
1520x
4
+ 12961x
3
  12126x
2
+ 3409x  580
486(1  x)
4
+
"
6x
4
+ 46x
3
  28x
2
3(1  x)
5
ln x +
106x
4
+ 287x
3
+ 1230x
2
  1207x+ 232
81(1  x)
4
#
ln

2
0
m
2
t
; (356)
C
(1)
8
(
0
) =
 4x
4
+ 40x
3
+ 41x
2
+ x
6(1  x)
4
Li
2

1 
1
x

+
32x
5
  16x
4
  2857x
3
  3981x
2
  90x
216(1  x)
5
ln x
+
611x
4
  13346x
3
  29595x
2
+ 1510x  652
1296(1  x)
4
+
"
 17x
3
  31x
2
2(1  x)
5
ln x +
89x
4
  446x
3
  1437x
2
  950x+ 152
108(1  x)
4
#
ln

2
0
m
2
t
: (357)
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Diese Resultate sind in

Ubereinstimmung mit [13, 16, 79]. Die Koezienten der gestrichenen
Operatoren sind durch die kleinen Yukawa-Kopplungen mit m
s
=m
b
unterdr

uckt.
2HDM
F

ur das 2HDMm

ussen nur Diagrammemit schweren skalaren Teilchen und schweren Fermionen
betrachtet werden. Die notwendigen Substitutionen sind:
N

S

L
B
L
+
m
s
m
b
S

R
B
R

=
y
2
cot
2

 
1 +
m
2
s
M
2
W
!
'
y
2
cot
2
 ; (358)
NS

L
B
R
m
 
m
b
=
y
2
; (359)
wobei y = m
2
t
=M
2
H
. Weiterhin gilt:
m
 
! m
t
; m

!M
H
;
Q
 
!
2
3
; Q

!  1 ;

 
!
4
3
; 

! 0 :
Die resultierenden Wilson-Koezienten sind:

H
 
C
(0)
7;8
(
0
) =  
y cot
2

2
H
[7;8]
1
(y) +
1
2
H
[7;8]
2
(y)
mit
8
>
>
<
>
>
:
H
[7]
2
(y) =
 3y
2
+ 2y
3(1  y)
3
ln y +
 5y
2
+ 3y
6(1  y)
2
H
[8]
2
(y) =
y
(1  y)
3
ln y +
 y
2
+ 3y
2(1  y)
2
; (360)

H
 
C
(1)
4
(
0
) = cot
2

"
3y
2
  2y
6(1  y)
4
ln y +
 7y
3
+ 29y
2
  16y
36(1  y)
3
#
; (361)

H
 
C
(1)
7
(
0
) = cot
2

(
16y
4
  74y
3
+ 36y
2
9(1  y)
4
Li
2

1 
1
y

 
63y
4
  807y
3
+ 463y
2
  7y
81(1  y)
5
ln y
+
 1202y
4
+ 7569y
3
  5436y
2
+ 797y
486(1  y)
4
+
"
6y
4
+ 46y
3
  28y
2
9(1  y)
5
ln y +
 14y
4
+ 135y
3
  18y
2
  31y
27(1  y)
4
#
ln

2
0
m
2
t
)
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+
 32y
3
+ 112y
2
  48y
9(1  y)
3
Li
2

1 
1
y

+
14y
3
  128y
2
+ 66y
9(1  y)
4
ln y
+
8y
3
  52y
2
+ 28y
3(1  y)
3
+
"
 12y
3
  56y
2
+ 32y
9(1  y)
4
ln y +
16y
3
  94y
2
+ 42y
9(1  y)
3
#
ln

2
0
m
2
t
; (362)

H
 
C
(1)
8
(
0
) = cot
2

(
13y
4
  17y
3
+ 30y
2
6(1  y)
4
Li
2

1 
1
y

+
 468y
4
+ 321y
3
  2155y
2
  2y
216(1  y)
5
ln y
 
4451y
4
  7650y
3
+ 18153y
2
  1130y
1296(1  y)
4
+
"
 17y
3
  31y
2
6(1  y)
5
ln y +
 7y
4
+ 18y
3
  261y
2
  38y
36(1  y)
4
#
ln

2
0
m
2
t
)
+
 17y
3
+ 25y
2
  36y
6(1  y)
3
Li
2

1 
1
y

+
34y
3
  7y
2
+ 165y
12(1  y)
4
ln y
+
29y
3
  44y
2
+ 143y
8(1  y)
3
+
"
17y
2
+ 19y
3(1  y)
4
ln y +
7y
3
  16y
2
+ 81y
6(1  y)
3
#
ln

2
0
m
2
t
: (363)
Diese Resultate sind in

Ubereinstimmung mit [81]. Die Wilson-Koezienten der gestrichenen
Operatoren sind wie im SM mit m
s
=m
b
unterdr

uckt.
Das Links-Rechts-Modell
Im dritten Beispiel wird das SU(2)
L
 SU(2)
R
 U(1){Modell diskutiert. Die Notation ist in
[39] bzw. im Kapitel 2.3.2 beschrieben. Es wird sich hierbei auf Beitr

age des leichtenW -Bosons
und des korrespondierenden would-be-Goldstone-Bosons beschr

ankt, welche durch den kleinen
Mischungswinkel  unterdr

uckt sind, jedoch gleichzeitig durch das groe Verh

altnis m
t
=m
b
verst

arkt werden. Die notwendigen Substitutionen sind:
NS

L
B
R
m
 
m
b
=
x
2
A
tb
;
~
N

L

R
m
 
m
b
=
1
2
A
tb
;
NS

R
B
L
m
 
m
b
=
x
2
(A
ts
)

;
~
N

R

L
m
 
m
b
=
1
2
(A
ts
)

(364)
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und
A
tb(s)
=
m
t
m
b
e
i
g
2R
V
R
tb(s)
g
2L
V
L
tb(s)
+ O(
2
) : (365)
Die
"
links-links\ und
"
rechts-rechts\ Kopplungen k

onnen vernachl

assigt werden, da ihr Nicht-
SM-Teil von der Ordnung O(
2
;m
b
=M
W
) ist. Alle Substitutionen f

ur Massen, Ladungen und
Farbfaktoren sind identisch mit dem SM.
Die Wilson-Koezienten lauten:

LR
C
4
(
0
) = 0 ; (366)

LR
C
(0)
7
(
0
) = A
tb
"
3x
2
  2x
2(1   x)
3
lnx +
 5x
2
+ 31x   20
12(1   x)
2
#
; (367)

LR
C
(0)
8
(
0
) = A
tb
"
 3x
2(1   x)
3
lnx +
 x
2
  x  4
4(1   x)
2
#
; (368)

LR
C
(1)
7
(
0
) = A
tb
(
 32x
3
  112x
2
+ 48x
9(1   x)
3
Li
2

1 
1
x

+
86x
3
+ 120x
2
  30x   32
9(1  x)
4
lnx
+
24x
3
+ 320x
2
  220x + 20
9(1   x)
3
+
"
12x
3
+ 56x
2
  32x
3(1   x)
4
lnx +
16x
3
+ 90x
2
+ 66x  64
9(1   x)
3
#
ln

2
0
m
2
t
)
; (369)

LR
C
(1)
8
(
0
) = A
tb
(
 17x
3
+ 89x
2
+ 12x
6(1   x)
3
Li
2

1 
1
x

+
34x
3
  375x
2
  207x   28
12(1   x)
4
lnx
+
87x
3
  640x
2
  451x   148
24(1   x)
3
+
"
 17x
2
  19x
(1   x)
4
lnx +
7x
3
  36x
2
  159x   28
6(1   x)
3
#
ln

2
0
m
2
t
)
: (370)
Die gestrichenen Koezienten erh

alt man durch den Austausch A
tb
! (A
ts
)

. Die Ausdr

ucke
f

ur die LO-Koezienten stimmen mit [39, 77]

uberein. Die NLO-Resultate sind zum ersten
Mal in [77] berechnet worden und sind identisch mit den hier pr

asentierten.
Physikalische, geladene, skalare Teilchen, welche im Links-Rechts-Modell enthalten sind,
k

onnen ebenfalls m
t
=m
b
-verst

arkte Beitr

age liefern [87]. Solche Beitr

age sind ebenfalls mit
den in dieser Arbeit gegebenen generischen Gleichungen berechenbar. Ihre explizite Form und
somit numerische Wichtigkeit h

angt jedoch vom speziell gew

ahlten Higgs-Sektor ab, welcher
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im Links-Rechts-Modell nicht eindeutig bestimmt ist.
Minimales Supersymmetrisches Standardmodell
In diesemAbschnitt werden avor-erhaltende Gluino-Wechselwirkungen und quartische Squark-
Kopplungen als schwach angenommen. Die f

ur die sp

atere numerische Auswertung wichtigen
quartische Squark-Kopplungen sind im Anhang G.4 aufgef

uhrt. Die komplette Behandlung der
Gluino-Eekte, d. h. Diagramme ohne Gluonen, aber mit Gluinos, ist bisher noch nicht gelungen
und kann auch kein Gegenstand dieser Ausf

uhrungen sein. Diese hier gezeigten Resultate sind
jedoch im Limes schwerer Gluino-Massen aussagef

ahig.
F

ur den Chargino-Sektor m

ussen die folgenden Substitutionen vorgenommen werden:
N

S

L
B
L
+
m
s
m
b
S

R
B
R

=
1
g
2
2
V

ts
V
tb
M
2
W
m
2
~u
A

X
U
L
I


A2

X
U
L
I

A3
+ O
 
m
2
s
M
2
W
!
;
NS

L
B
R
m
 
m
b
=
1
g
2
2
V

ts
V
tb
M
2
W
m
2
~u
A

X
U
L
I


A2

X
U
R
I

A3
m
~
 
I
m
b
: (371)
Der Index I nummeriert die Charginos (I = 1; 2), die up-Squarks werden durch A indiziert
(A = 1; :::; 6). Weiterhin gilt:
m
 
! m
~
 
I
; m

! m
~u
A
;
Q
 
!  1 ; Q

! 2=3 ;

 
! 0 ; 

! 4=3 :
Nach der Summation

uber alle up-Squarks und Charginos ergeben sich die folgenden Wilson-
Koezienten:

~
 
C
(1)
4
(
0
) =
1
g
2
2
V

ts
V
tb
6
X
A=1
2
X
I=1
M
2
W
m
2
~
 
I

X
U
L
I


A2

X
U
L
I

A3
H
[4]
1
(z
AI
) ; (372)

~
 
C
7;8
(
0
) =
1
g
2
2
V

ts
V
tb
6
X
A=1
2
X
I=1
M
2
W
m
2
~
 
I


(

X
U
L
I


A2

X
U
L
I

A3
"
H
[7;8]
1
(z
AI
) +

S
4
 
H
[7;8]
0
1
(z
AI
) +H
[7;8]
00
1
(z
AI
) ln
 

2
0
m
2
~u
A
!!#
+
m
~
 
I
m
b

X
U
L
I


A2

X
U
R
I

A3
"
H
[7;8]
2
(z
AI
) + 
[7;8]
+

S
4
 
H
[7;8]
0
2
(z
AI
) +H
[7;8]
00
2
(z
AI
) ln
 

2
0
m
2
~u
A
!!#)
;
(373)
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mit z
AI
= m
2
~u
A
=m
2
~
 
I
. Die Konstanten 
[7]
= 5=6 und 
[8]
= 1=2 verschwinden durch die Uni-
tarit

at der Squark-Massenmatrix, sobald die Chargino-Materie-Kopplungen X
U
L;R
nicht mehr
als unabh

angig von anderen MSSM-Parametern behandelt werden [48].
Die Funktionen H
[7;8]
1;2
wurden bereits im SM- und 2HDM-Fall deniert. Die neuen Funktionen
H
[4]
1
, H
[7;8]
0
1;2
und H
[7;8]
00
1;2
haben die folgende explizite Gestalt:
H
[4]
1
(x) =
 1
3(1   x)
4
lnx +
 2x
2
+ 7x  11
18(1   x)
3
; (374)
H
[7]
0
1
(x) =
24x
3
+ 52x
2
  32x
9(1   x)
4
Li
2

1 
1
x

+
 189x
3
  783x
2
+ 425x + 43
81(1   x)
5
lnx
+
 1030x
3
  1899x
2
+ 1332x + 85
243(1   x)
4
; (375)
H
[7]
00
1
(x) =
6x
3
  62x
2
+ 32x
9(1  x)
5
lnx +
28x
3
  129x
2
  12x + 41
27(1   x)
4
; (376)
H
[7]
0
2
(x) =
112x
2
  48x
9(1   x)
3
Li
2

1 
1
x

+
12x
3
  176x
2
+ 64x+ 16
9(1   x)
4
lnx
+
 170x
2
+ 66x+ 20
9(1   x)
3
; (377)
H
[7]
00
2
(x) =
12x
3
  88x
2
+ 40x
9(1   x)
4
lnx +
 14x
2
  54x+ 32
9(1   x)
3
; (378)
H
[8]
0
1
(x) =
 9x
3
  46x
2
  49x
12(1   x)
4
Li
2

1 
1
x

+
81x
3
+ 594x
2
+ 1270x + 71
108(1   x)
5
lnx
+
923x
3
+ 3042x
2
+ 6921x + 1210
648(1   x)
4
; (379)
H
[8]
00
1
(x) =
5x
2
+ 19x
3(1   x)
5
lnx +
7x
3
  30x
2
+ 141x + 26
18(1   x)
4
; (380)
H
[8]
0
2
(x) =
 16x
2
  12x
3(1   x)
3
Li
2

1  
1
x

+
52x
2
+ 109x + 7
6(1   x)
4
lnx +
95x
2
+ 180x + 61
12(1   x)
3
; (381)
H
[8]
00
2
(x) =
10x
2
+ 26x
3(1   x)
4
lnx +
 x
2
+ 30x + 7
3(1   x)
3
: (382)
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Die Substitutionen f

ur den Neutralino-Sektor sind

ahnlich den soeben vollf

uhrten:
N

S

L
B
L
+
m
s
m
b
S

R
B
R

=
1
g
2
2
V

ts
V
tb
M
2
W
m
2
~
d
A

Z
D
L
I


A2

Z
D
L
I

A3
+ O
 
m
2
s
M
2
W
!
;
NS

L
B
R
m
 
m
b
=
1
g
2
2
V

ts
V
tb
M
2
W
m
2
~
d
A

Z
D
L
I


A2

Z
D
R
I

A3
m
~
0
I
m
b
(383)
und
m
 
! m
~
0
I
; m

! m
~
d
A
;
Q
 
! 0 ; Q

! 1=3 ;

 
! 0 ; 

! 4=3 :
Es gibt vier Neutralino-Spezies, so da I = 1; :::; 4 ist. Weiterhin ist das Neutralino ebenso
wie das Gluino ein Majorana-Fermion. Man mu sich nun fragen, ob die f

ur Dirac-Fermionen
abgeleiteten generischen Gleichungen in Kapitel 4.2 hier anwendbar sind. Im Gegensatz zum
B

B-Mixing (siehe Kapitel 3.7) ist die Antwort positiv, d. h., f

ur die hier behandelten F

alle gibt
es technisch keinen Unterschied zwischen Dirac- und Majorana-Fermionen [77].
Die Wilson-Koezienten haben die Struktur:
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mit w
AI
= m
2
~
d
A
=m
2
~
0
I
. F

ur die Funktionen H gelten die folgenden Beziehungen:
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2
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3
: (390)
Zum Abschlu dieses Paragraphen soll der Gluino-Sektor untersucht werden. Da die Gluonen
durch die adjungierte Darstellung der SU(3)
C
beschrieben werden, m

ussen sich die Gluinos als
Superpartner der Gluonen ebenfalls in dieser Darstellung benden. Die Bemerkungen hinsicht-
lich des Majorana-Charakters im Neutralino-Sektor sind ebenfalls g

ultig.
Folgende Substitutionen m

ussen durchgef

uhrt werden:
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und
m
 
! m
~g
; m

! m
~
d
A
;
Q
 
! 0 ; Q

!  1=3 ;

 
! 3 ; 

! 4=3 :
Die sich aus diesen Substitutionen ergebenden Wilson-Koezienten sind:
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mit v
A
= m
2
~
d
A
=m
2
~g
. F

ur die Funktionen H gelten die folgenden Beziehungen:
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Die hier gezeigten LO-Resultate stimmen mit den entsprechenden Ergebnissen in [48, 89]

uber-
ein.
4.4 Resultate
An dieser Stelle soll das Verzweigungsverh

altnis f

ur den Proze B ! X
s
 im Minimalen Super-
symmetrischen Standardmodell untersucht werden. Obwohl die vorangegangenen Rechnungen
sehr umfangreich waren, so gelten sie doch nur in einem bestimmten Parameterbereich des
MSSM. Die hier pr

asentierten Ergebnisse sind nicht auf Situationen anwendbar, in denen die
Masse des Gluinos nahe M
W
oder m
t
ist. Weiter gelten sie nur f

ur den sogenannten Low-
tan -Bereich. Eine Erweiterung w

urde im ersten Fall die Berechnung von Diagrammen ohne
Gluonen, aber mit Gluinos erfordern
19
. Die Erweiterung der Untersuchung auf den Bereich mit
groen tan setzt die Berechnung von Diagrammen ohne QCD-Wechselwirkung voraus, da in
diesem Fall auch Yukawa-Kopplungen numerisch relevante NLO-Beitr

age liefern.
In dem hier dargestellten Szenario wird vorausgesetzt, da das Gluino schwer ist und von
der Theorie entkoppelt, so da 1=m
~g
{Korrekturen verschwinden. Somit sind die im vorheri-
gen Kapitel gegebenen Resultate und die Beitr

age der Diagramme mit 4-Squark-Vertex in G.4
ausreichend. Selbstverst

andlich ist eine Theorie mit entkoppelten Gluinos nicht mehr super-
symmetrisch, insbesondere ver

andern sich die Feynman-Regeln. Hier werden die Ergebnisse
von [77] benutzt. Durch die Entkopplung des Gluinos werden die Chargino- und Neutralino-
Kopplungs-Matrizen X
U
L;R
und Z
D
L;R
, die bisher als unabh

angige Parameter betrachtet wur-
19
Bei diesen Diagrammenmu auf den Majorana-Charakter der Gluinos und Neutralinos R

ucksicht genommen
werden. Die meisten dieser Diagramme enthalten nur massive Teilchen. Die innerhalb dieser Arbeit benutzte
L

osungsmethode f

ur die auftretenden Integrale ist anwendbar und die analytischen L

osungen der Integrale sind
bekannt. Die Ergebnisse sind jedoch wesentlich komplizierter.
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den, zu anderen Parametern in der folgenden Weise in Beziehung gesetzt (Konvention siehe
Kapitel 2.3.3):
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wobei
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Alle hier gegebenen Parameter sind MS-renormiert. Insbesondere gilt:
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Der Fall a
g
und a
Y
identisch 1 entspricht dem vollenMSSM. Die Abweichung von 1 repr

asentiert
den Eekt der Entkopplung der Gluinos. Man erh

alt die expliziten Ausdr

ucke f

ur a
g
und a
Y
aus dem 1-loop-Matching des vollen MSSM und der eektiven heavy-Gluino Theorie. F

ur eine
weitere Diskussion wird auf [77] verwiesen.
Nachdem das Szenario nun xiert ist, kann die Gr

oe derO(
S
)- Korrektur zum BR[B ! X
s
]
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betrachtet werden. Dazu soll ein einfacher Satz von MSSM-Parametern gew

ahlt werden, der
vom Experiment erlaubt ist:
tan  = 3 ; m
~
W
= =  2 ;
m
h

= 100 GeV ; m
gluino
= 700 GeV ;
(M
~

)
11
= 140 GeV (Masse des leichteren Charginos) ;
(M
2
~u
)
AB
= (
AB
  
A6

B6
) (350 GeV)
2
+ 
A6

B6
 (110 GeV)
2
;
 
U
AB
' 
AB
+ (cos 25
o
  1)(
A3

B3
+ 
A6

B6
) + sin 25
o
(
A6

B3
  
A3

B6
) ;
 
D
' (avor-diagonale Matrix) :
(414)
Die down-Squark- und Neutralino-Massen, sowie deren Mischungswinkel sind irrelevant an die-
ser Stelle, da  
D
approximativ avor-diagonal sein soll. Somit verschwinden alle Beitr

age zu
den Wilson-Koezienten C
4;7;8
.
Entsprechend Gleichung (119) folgt mitm
~
W
 328:749 GeV und den beiden Diagonalisierungs-
matrizen U und V :
U =
 
 0:282933 0:95914
0:95914 0:282933
!
; V =
 
 0:418265 0:908325
0:908325 0:418265
!
; (415)
f

ur die diagonalisierte Chargino-Massenmatrix:
M
~


 
140GeV 0
0 358:331GeV
!
: (416)
Die Matrix P
U
, welche f

ur die Diagramme mit dem 4-Squark-Vertex wichtig ist, hat unter den
oben gemachten Annahmen die Form:
P
U
=
0
B
B
B
B
B
B
B
B
@
1 0 0 0 0 0
0 1 0 0 0 0
0 0 cos(2) 0 0 sin(2)
0 0 0  1 0 0
0 0 0 0  1 0
0 0 sin(2) 0 0   cos(2)
1
C
C
C
C
C
C
C
C
A
(417)
mit  = 25
0
. Zur Berechnung der numerischen Werte werden die SM-Parameter aus [15] bzw.
Anhang H benutzt. Die Beitr

age zu den Wilson-Koezienten an der Skala 
0
= M
W
sind in
Tabelle 3 zusammengefat.
Bei der Berechnung des Verzweigungsverh

altnisses nutzt man anstelle der originalen Wilson-
Koezienten C
i
() die sogenannten eektiven Wilson-Koezienten:
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Tabelle 3: Numerische Beitr

age zu den Wilson-Koezienten. 
SM
, 
H
bzw. 
~
 
indizieren die Beitr

age vom
SM, dem 2HDM bzw. dem Chargino-Sektor. Beitr

age von Diagrammen mit dem quartischen Vertex entstehen
nur auf dem Zweischleifen-Niveau und werden durch 
~
 
q
hervorgehoben.
Die Zahlen y
j
und z
j
sind so deniert, da die LO-Matrixelemente f

ur b ! s  bzw. b ! s g
proportional sind zu den LO-Termen in C
e
7
bzw. C
e
8
. Im MS-Schema mit einer vollst

andig
antikommutierender Matrix 
5
(NDR-Schema) ergeben sie sich zu [15, 17, 86]:
y = (0; 0; ;  
4
9
; ; ) ; (419)
z = (0; 0; ;  
1
6
; ; ) ; (420)
wobei
"
\ andeuten soll, da diese Eintr

age nicht relevant sind, weil die entsprechenden LO-
Wilson-Koezienten numerisch unterdr

uckt sind. Das Skalierungsverhalten der eektiven Ko-
ezienten hat die bekannte Form:

d
d
C
e
i
() = C
e
j

e
ji
; (421)
wobei die Matrix der eektiven anomalen Dimension die folgende Entwicklung besitzt:
^
e
() =

S
()
4
^
(0);e
+

2
S
()
(4)
2
^
(1);e
: (422)
Die Koezienten ^
(0);e
und ^
(1);e
der Entwicklung sind bekannt [15]. Insbesondere die Be-
rechnung von ^
(1);e
ist sehr involviert und war das Hauptresultat in [15, 71].
Der eektive Wilson-Koezient wird ebenfalls nach 
s
() entwickelt:
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C
e
i
() = C
(0);e
i
() +

S
()
(4)
2
C
(1);e
i
() : (423)
Um die L

osung der Renormierungsgruppengleichung (RGE) zu erhalten, mu die Matrix der
anomalen Dimension diagonalisiert werden. Das dadurch entstehende System entkoppelter,
linearer Dierentialgleichungen f

ur die eektiven Wilson-Koezienten l

at sich einfach l

osen.
Die daf

ur ben

otigten Anfangsbedingungen sind in dieser Arbeit berechnet worden:
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Die L

osung der RGE f

ur den wichtigen Wilson-Koezienten von
^
P
7
lauten in NLLA:
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16
23
 
7164416
357075

14
23
+
256868
14283

37
23
 
6698884
357075

39
23

C
(0);e
8
(M
W
)
+
37208
4761


39
23
  
16
23

C
(0);e
7
(M
W
)
+
8
X
i=1
(e
i
 C
(1);e
4
(M
W
) + (f
i
+ g
i
)C
(0);e
2
(M
W
))
a
i
: (434)
Hierbei ist:  = 
S
(M
W
)=
S
(). Die Vektoren a; e; f; h; k und l haben die Form [15]:
a =

14
23
;
16
23
;
6
23
;  
12
23
; 0:4086;  0:4230;  0:8994; 0:1456

;
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e =

4661194
816831
;  
8516
2217
; 0; 0;  1:9043;  0:1008; 0:1216; 0:0183

;
f = f 17:3023; 8:5027; 4:5508; 0:7519; 2:0040; 0:7476;  0:5385; 0:0914g ;
h =

626126
272277
;  
56281
51730
;  
3
7
;  
1
14
;  0:6494;  0:038;  0:0186;  0:0057

;
k = f9:9372;  7:4878; 1:2688;  0:2925;  2:2923;  0:1461; 0:1239; 0:0812g ;
l = f0:5784;  0:3921;  0:1429; 0:0476;  0:1275; 0:0317; 0:0078;  0:0031g :
Die anderen Wilson-Koezienten werden f

ur eine komplette NLO-Studie des Prozesses b !
X
s
 nur in LLA-N

aherung ben

otigt [15]:
C
(0);e
1
() =

 
 
12
23
+ 
6
23

C
(0);e
2
(M
W
) ; (435)
C
(0);e
2
() =

1
3

 
12
23
+
2
3

6
23

C
(0);e
2
(M
W
) ; (436)
C
(0);e
4
() =

1
9

 
12
23
+
1
21

6
23
+0:0237 
0:4089
  0:0173 
 0:4230
  0:1336 
 0:8994
  0:0316 
0:1456

C
(0);e
2
(M
W
) ; (437)
C
(0);e
8
() =

C
(0)
8
(M
W
) +
313063
363036
C
(0);e
2
(M
W
)


14
23
+

 0:9135 
0:4089
+ 0:0873 
 0:4230
  0:0571 
 0:8994
+ 0:0209 
0:1456

C
(0);e
2
(M
W
) : (438)
Anhand von Gleichung (434) wird nun klar, weshalb der Proze b! s g bis einschlielich NLO
berechnet werden mute. F

ur  = 
b
= 5 GeV ergeben sich die folgenden Zahlenwerte f

ur die
eektiven Wilson-Koezienten im SM und MSSM:
C
(0);e
k SM
(
b
) = ( 0:4802; 1:0229; 0:0640;  0:3116;  0:1479) mit k = (1; 2; 4; 7; 8) ;
C
(1);e
7 SM
(
b
) = 0:4478 ;
C
(0);e
k MSSM
(
b
) = ( 0:4802; 1:0229; 0:0640;  0:3528   i 1:5197  10
 6
;  0:2210   i 2:6688  10
 7
)
mit k = (1; 2; 4; 7; 8) ;
C
(1);e
7MSSM
(
b
) = 1:5125 + i 0:1105  10
 4
:
Anhand dieser Zahlenwerte ist erkennbar, da die eektiven LO-Wilson-Koezienten f

ur
C
(0);e
4
(
b
) numerisch nicht relevant sind.
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Nun werden die Ergebnisse aus [17] benutzt, um die Zerfallsrate b! X
s
 angeben zu k

onnen.
Es soll hier jedoch wie in [19, 77] ein niedrigerer Photonen-Energie-Cut-o benutzt werden:
E

> (1  )E
max

 (1   )
m
b
2
: (439)
F

ur die Zerfallsrate gilt [17, 15]:
 [b! X
s
]
E

>(1 )E
max

=  [b! s ] +  [b! s  g]
E

>(1 )E
max

=
G
2
F

em
32
4
jV

ts
V
tb
j
2
m
3
b;pole
m
2
b;MS
(m
b
)

jDj
2
+A

(440)
mit
D = C
(0);e
7
() +

S
()
4
 
C
(1);e
7
() +
8
X
i=1
C
(0);e
i
()
"
r
i
+ ^
(0);e
i7
ln
m
b

#!
(441)
und
A =

e
 
S
() ln() (7+2 ln())=3
  1

jC
(0);e
7
()j
2
+

S
()

8
X
i; j = 1
i  j
C
(0);e
i
()C
(0);e
j
() f
ij
() :
(442)
Die expliziten Ausdr

ucke f

ur r
i
und die Funktionen f
ij
sind in Ref. [15] gegeben.
Die Zerfallsrate in Gleichung (440) hat zwei Nachteile, zum einen enth

alt sie groe Unsicher-
heiten wegen ihrer Abh

angigkeit von m
5
b;pole
und zum anderen besitzt sie Fehler durch die
CKM-Matrix-Elemente. Diese Fehler k

onnen durch die Normierung der Zerfallsrate auf die
Rate f

ur den semileptonischen Zerfall b! X
c
e 
e
reduziert werden [90]:
 [b! X
c
e 
e
] =
G
2
F
m
5
b;pole
192
3
(z) g(z)jV
cb
j
2
(443)
mit dem Phasenraumfaktor:
g(m
2
c;pole
=m
2
b;pole
) = g(z) = 1  8 z + 8 z
3
  z
4
  12 z
2
ln z (444)
und der NLO-QCD-Korrektur zum semileptonische Zerfall [91]:
(z) = 1 
2
s
(m
b
)
3
h(z)
g(z)
: (445)
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Die Funktion h(z) ist in [15, 93] explizit gegeben. Somit ergibt sich das st

orungstheoretische
Endergebnis zu:
R
quark
() =
 [b! X
s
]
E

>(1 )E
max

 [b! X
c
e 
e
]
=
jV

ts
V
tb
j
2
jV
cb
j
2
6
em
 g(z)
1
(z)
 
1 
8
3

s
(m
b
)

!

jDj
2
+A

: (446)
F

ur die elektromagnetische Kopplungskonstante wird 
em
= 1=137:036 benutzt [18], anstelle
des Wertes an der Skala M
W
wie in [15]. Die hier dargestellte Analyse behandelt keine QED-
Korrekturen, deshalb ist die Renormierung von 
em
sehr willk

urlich. Die Renormierung f

ur
q
2
= 0 erscheint jedoch f

ur eine Emission von reellen Photonen angepater.
Der letzte Schritt ist der

Ubergang von der b-Quark-Zerfallsrate zur B-Mesonen-Zerfallsrate.
Dazu werden Ergebnisse derHeavy Quark Eective Theory (HQET) [92] benutzt. Es gilt [15, 96]:
BR(B ! X
s
) = BR(B ! X
c
e 
e
) R
quark
(
max
)

0
@
1 

NP
sl
m
2
b
+

NP
rad
m
2
b
 
1
9

2
m
2
c

C
(0);e
2
 
1
6
C
(0);e
1

C
(0);e
7
1
A
: (447)
Hierbei parametrisieren die Gr

oen 
NP
sl
und 
NP
rad
nichtst

orungstheoretische Beitr

age zum semi-
leptonischen und radiativen B-Meson Zerfall. Entsprechend den Ausf

uhrungen in [94, 95] kann
man diese Funktionen mit den HQET-Parametern 
1
und 
2
schreiben:

NP
sl
=
1
2

1
+
 
3
2
 
6 (1   z)
4
g(z)
!

2
; (448)

NP
rad
=
1
2

1
+
9
2

2
; (449)
wobei der explizite Ausdruck f

ur g(z) bereits in (444) gegeben ist. Der nur sehr ungenau be-
kannte Parameter 
1
hebt sich in Gleichung (447) weg und f

ur 
2
wird benutzt: 
2
= 0:12 GeV
2
.
Als Wert f

ur BR(B ! X
c
e 
e
) wird 10:4% eingesetzt.
Das Free-Quark-Modell war f

ur die Berechnung der Wilson-Koezienten geeignet. Um jedoch
die Wilson-Koezienten mit experimentell zug

anglichen Gr

oen vergleichen zu k

onnen, mu
der hadronische Inhalt der Mesonen parametrisiert werden. Dies wurde hier kurz skizziert.
Setzt man nun alle numerischen Werte in Gleichung (447), ein so erh

alt man f

ur das Verzwei-
gungsverh

altnis im MSSM:
BR[B ! X
s
]  3:15  10
 4
; (450)
welches im Rahmen der experimentellen Fehler mit den Ergebnissen der CLEO- und ALEPH-
Kollaboration

ubereinstimmt. Dieses Resultat ist ebenfalls nahe dem SM-Verzweigungsverh

alt-
nisses:
BR[B ! X
s
]  3:3 10
 4
: (451)
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W

urde man die Zweischleifen-Korrekturen, die vom MSSM- und vom 2HDM-Sektor kommen,
vernachl

assigen, dann w

are das Resultat:
BR[B ! X
s
]  3:69  10
 4
: (452)
Die Dierenz zwischen diesemResultat und dem in (450) gegebenen ist nahe dem gegenw

artigen
experimentellem Fehler. Diese Abweichung ist generisch, erfordert somit kein genaues Abstim-
men der MSSM-Parameter. Es ist zu erkennen, da die gluonischen Korrekturen im 2HDM und
im MSSM eine wichtige Rolle spielen, um zuk

unftigen Experimenten gerecht zu werden.
4.5 Schlufolgerungen
Die Pr

asentation von generischen Resultaten f

ur die Zerf

alle b ! s  und b ! s g und die
Verikation der bereits bekannten Resultate im SM, 2HDM und Chargino-Sektor waren das
Hauptziel dieses Kapitels.
Im Limes einer schweren Gluino-Masse sind die hier gegebenen Ergebnisse vollst

andig. Durch
die Analytizit

at der Resultate ist ein Abtasten des Parameterraumes z. B. mittels Monte-
Carlo-Verfahren m

oglich. Aufgrund der groen Anzahl freier MSSM-Parameter machen diese
Untersuchungen jedoch erst Sinn, wenn experimentelle Evidenzen f

ur das MSSM oder andere
Erweiterungen existieren und somit die Grenzen f

ur die Parameter eingeschr

ankt worden sind.
Man kann aber bereits an dieser Stelle sagen, da gluonische Korrekturen im MSSM f

ur groe
Bereiche des Parameterraumes wichtige Beitr

age liefern.
Um auch den Fall leichter Gluinos betrachten zu k

onnen, m

ussen Gluino-Korrekturen bestimmt
werden. Diese Rechnungen sind sehr involviert, da zum einen der Majorana-Charakter der
Gluinos und Neutralinos eine Rolle spielen wird und zum anderen Diagrammemit nur schweren
Teilchen zu untersuchen sind.
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5 Zusammenfassung
Im Rahmen dieser Arbeit wurden das BB-Mixing und der Zerfall B ! X
s
 einschlielich
der QCD-Korrekturen bis zur Ordnung 
S
, d. h. in Next-to-Leading-Order-Approximation un-
tersucht. Bei beiden Prozessen handelt es sich um Flavor Changing Neutral Current (FCNC)
Prozesse, welche im Standardmodell (SM) und allen hier betrachteten Erweiterungen in Born-
Approximation verboten sind. Deshalb sind die BB-Oszillation und der Zerfall B ! X
s
 sehr
gut geeignet, nach neuer Physik zu suchen, da Beitr

age m

oglicher Erweiterungen des Standard-
modells prinzipiell von derselben Gr

oenordnung wie im Rahmen des Standardmodells sein
k

onnen.
In niedrigster Ordnung der St

orungstheorie werden die untersuchten Reaktionen durch die
elektroschwache Theorie (Box- und Pinguin-Diagramme) mit einer typischen Energieskala von
O(
W
M
W
) beschrieben. Der Proze selbst ndet bei einer Energie der Ordnung O(
b
 m
b
)
statt. Dieser groe Skalenunterschied erm

oglicht die Beschreibung im Rahmen einer eektiven
Theorie. Die dabei verwendete Wilsonsche Operatorproduktentwicklung f

uhrt zu einer exakten
Faktorisierung in lang- und kurzreichweitige Anteile. Es sind dazu drei Schritte notwendig. Im
ersten Schritt werden die 1-Teilchen irreduziblen Diagramme der vollen Theorie (Standard-
modell, 2-Higgs-Dublett-Modell, Links-Rechts-Modelle, Minimales Supersymmetrisches Stan-
dardmodell) mit den 1-Teilchen irreduziblen Diagrammen der eektiven Theorie gleichgesetzt
(Matching-Prozedur). Unter der vollen Theorie versteht man dabei eine Theorie, die sowohl die
leichten, als auch die schweren Felder als dynamische Freiheitsgrade enth

alt. Innerhalb der eek-
tive Theorie sind die schweren Freiheitsgrade ausintegriert. Aus der Matching-Prozedur folgen
die Wilson-Koezienten an der elektroschwachen Skala (O(M
W
)). Die Wilson-Koezienten
stellen eektive Kopplungskonstanten dar, die implizit die schweren Freiheitsgrade enthal-
ten. Der zweite Schritt besteht im Skalieren der Wilson-Koezienten von der Hochenergies-
kala 
W
zur hadronischen Skala 
b
. Das Skalieren erfolgt mit Renormierungsgruppentechniken
und f

uhrt in Leading-Order-Approximation zu einer Aufsummation von f

uhrenden Logarith-
men (
S
lnM
2
W
=
2
)
n
und im Next-to-Leading-Order-Fall zus

atzlich zur Aufsummation von

S
(
S
lnM
2
W
=
2
)
n
zu allen Ordnungen der St

orungstheorie. Diese Aufsummation stellt eine
Verbesserung der naiven St

orungstheorie dar. Im dritten Teil m

ussen die hadronischen Ma-
trixelemente der Operatoren an der Skala 
b
bestimmt werden. Zus

atzlich ber

ucksichtigt man
nichtst

orungstheoretische Beitr

age zur Reduktion des theoretischen Fehlers beim

Ubergang von
freien Quarks zu Mesonen. Diese Anteile, welche eine Folge des Connements der QCD sind,
k

onnen teilweise mit Hilfe der Heavy Quark Eective Theory (HQET) und der Gitter-QCD
behandelt werden. Aufgund der sehr unbefriedigenden Niederenergiebeschreibung der QCD lie-
fern sie den gr

oten theoretischen Fehler.
Die eektive Seite ist identisch f

ur das Standardmodell und alle hier betrachteten Erweiterun-
gen und mu deshalb nur einmal berechnet werden. Die Hauptschwierigkeit innerhalb dieser
Arbeit stellt die Berechnung der 2-loop-Diagramme innerhalb der vollen Theorie dar.
F

ur das BB-Mixing wurden die bekannten Next-to-Leading-Order-Ergebnisse des Standardmo-
dells [59] veriziert, und die Rechnung konnte auf das 2-Higgs-Dublett-Modell im low-tan -
Regime [60] verallgemeinert werden. Der Parameter tan  ist ebenso wie die Massen der neu-
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tralen und geladenen Higgs-Teilchen eine fundamentale Gr

oe der Theorie, der in der hier
betrachteten Approximation kleiner als 5 angenommen werden mu (dieser Parameterbereich
wird von supersymmetrischen Theorien favorisiert).
Die bekannten Leading-Order-Resultate innerhalb des MSSM [76] wurden ebenfalls best

atigt.
Es konnte gezeigt werden, da die Behandlung der leichten Felder f

ur die Bestimmung der
Wilson-Koezienten keine Rolle spielt. Dazu wurden die Massen der leichten Quarks zum
einem als IR-Regulator benutzt und zum anderen wurden die IR-Divergenzen dimensional re-
gularisiert [60, 61].
Die hier untersuchten Prozesse enthalten relativ groe Beitr

age durch QCD-Korrekturen. Neben
diesem Sachverhalt gibt es eine weitere Motivation zur Durchf

uhrung einer involvierten Next-
to-Leading-Order-Rechnung: die Reduktion des theoretischen Fehlers (Skalenunsicherheiten).
Die Next-to-Leading-Order-Korrekturen geben eine Ver

anderung der Massenaufspaltung m
B
im Standardmodell von ca. 15% und im 2-Higgs-Dublett-Modell von ca. 18% gegen

uber dem
Leading-Order-Wert. Die Beitr

age der geladenen Higgs-Bosonen f

uhren zu einer Erh

ohung der
Amplitude gegen

uber dem Standardmodell und w

urden somit eine Erniedrigung von jV
ts
V

tb
j
erzwingen, wenn alle anderen Parameter festgehalten werden.
F

ur den Zerfall B ! X
s
 wurden als Erweiterungen des Standardmodells das 2-Higgs-Dublett-
Modell, Links-Rechts-Modelle und das Minimale Supersymmetrische Standardmodell unter-
sucht. Die Rechungen sind auf der vollen und eektiven Seite wesentlich komplizierter als die
entsprechenden Rechungen f

ur das BB-Mixing. Die Ursachen daf

ur sind die Existenz von

uber-
lappenden Divergenzen, eine gr

oere Anzahl von Operatoren in der eektiven Theorie und
die Notwendigkeit, bis zur 2. Ordnung in den

aueren Impulsen zu entwickeln. Es wurden
die bekannten Ergebnisse im Standardmodell [13, 79], im 2-Higgs-Dublett-Modell [80, 81] und
im Chargino-Sektor des Minimalen Supersymmetrischen Standardmodells [89] best

atigt. Neue
Resultate wurden im Links-Rechts-Modell, sowie im Neutralino-Sektor und Gluino-Sektor ge-
funden [77]. Die hier pr

asentierten supersymmetrischenRechnungen beinhalten gluonische Kor-
rekturen zum Grundproze und stellen somit noch keine vollst

andige Analyse dar, da Gluino-
Korrekturen fehlen. Diese Rechnungen sind extrem involviert, da Diagramme mit nur schweren
Teilchen betrachtet werden m

ussen und der Majorana-Charakter der Gluinos und Neutrali-
nos eine Rolle spielt. Die hier pr

asentierten Rechnungen werden jedoch in sich vollst

andig f

ur
m
gluino
M
W
. Innerhalb dieses Grenzwertes wurde das Verzweigungsverh

altnisBR[B ! X
s
]
bestimmt, und es konnte gezeigt werden, da Parameters

atze existieren, f

ur die das Minimale
Supersymmetrischen Standardmodell konsistent mit den experimentellen Limits ist. Deswei-
teren sind auch hier die 
S
-Korrekturen notwendig, um einen sinnvollen Vergleich mit dem
Experiment durchf

uhren zu k

onnen, da diese Beitr

age in der Gr

oenordnung um 10% liefern.
F

ur alle hier betrachteten F

alle wurden analytische Resulate erzeugt, welche insbesondere f

ur
die Supersymmetrie wichtig werden, wenn die ersten experimentellen Evidenzen gefunden wor-
den sind und die groe Zahl der freien Parameter eingeschr

ankt ist.
Eine Verallgemeinerung der Rechnung f

ur beliebige Gluino-Massen ist sowohl f

ur das BB-
Mixing als auch f

ur das Studium des Zerfalls B ! X
s
 w

unschenswert.
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A Bezeichnungen und Konventionen
In dieser Arbeit wird die folgende Konvention f

ur den Links- bzw. Rechtsprojektor benutzt:
P
R
=
1 + 
5
2
; P
L
=
1  
5
2
; (453)
desweiteren gilt: 
L
= 

P
L
und analog f

ur P
R
und kontravariante Indizes.
Weiterhin gilt f

ur die Fermi-Konstante und den schwachen Mischungswinkel:
G
F
=
p
2 g
2
2
8m
2
W
; (454)
sin

W
=
e
g
2
: (455)
Der in NLO-Rechnungen h

aug auftretende Dilogarithmus ist wie folgt deniert [58]:
Li
2
(x) =
1
X
n=1
x
n
n
2
fur jxj  1 (456)
oder
Li
2
(x) =  
Z
x
0
ln(1  t)
t
d t =  
Z
1
0
ln(1  x t)
t
d t
=  
Z
1
1 x
ln(t)
1  t
d t =
Z
1
0
ln(t)
t  1=x
d t : (457)
Zu beachten ist, da es neben den zahlreichen oben aufgef

uhrten

aquivalenten Denitionen auch
andere Festlegungen gibt. So stimmt die hier pr

asentierte Festlegung mit der von Mathematica
[67]

uberein, jedoch nicht mit der in Maple [68] getroenen. Es gilt dort die folgende Umrech-
nung: Li
Mathematica
2
(1 x) = Li
Maple
2
(x). Der Dilogarithmus besitzt einige wichtige Eigenschaften:
Li
2
(1   x) + Li
2

1  
1
x

=  
1
2
ln
2
(x) ; (458)
Li
2
(x) + Li
2
(1  x) =

2
6
  ln(x) ln(1   x) ; (459)
Li
2

1
x

  Li
2

1  
1
x

=

2
6
+ ln(x) ln(x  1)  ln
2
(x) : (460)
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B Feynman-Regeln
In dieser Arbeit wurde durchg

angig die Feynman-'t Hooft-Eichung f

ur die massiven Eichbosonen
gew

ahlt. Alle externen Gluonen und Photonen sind Hintergrundfelder (back-ground-eld-
gauge) [57].
Damit haben die Propagatoren die folgende Gestalt:
Fermion :
i(q=+m)
q
2
 m
2
+ i
; (461)
Skalar :
i
q
2
 m
2
+ i
; (462)
Massives Eichboson :
 ig

q
2
 m
2
+ i
; (463)
Gluon :
 ig


ab
q
2
+ i
: (464)
B.1 Das Standardmodell
Bei den Feynman-Regeln wurde die folgende

Ubereinkunft getroen: die Impulse der Boso-
nen zeigen zum Vertex und die Impulse der Fermionen haben dieselbe Orientierung wie die
Fermionlinien.
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B.3 Links-Rechts-Modelle
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P
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
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Dabei sind die Matrizen P
a
U
und P
a
D
wie folgt deniert :
P
a
U

h
 
U
L
 
U
L
y
   
U
R
 
U
R
y
i
T
a
; (465)
P
a
D

h
 
D
L
 
D
L
y
   
D
R
 
D
R
y
i
T
a
: (466)
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C Dirac-Algebra
Es gelten die folgenden Identit

aten f

ur Dirac-Matrizen:
f

; 

g = 2 g

; (467)


=
i
2
[

; 

] ; (468)

5
= 
5
= i
0

1

2

3
: (469)
Im folgenden werden einige sehr n

utzliche Relationen f

ur Dirac-Matrizen in D = 4   2 " Di-
mensionen angegeben:




+ 



= 2 g

; (470)
g


= D ; (471)




= D ; (472)






= ( 2 + 2") 

; (473)








= 4 g

  2" 



; (474)








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


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


; (475)
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
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




+ 2 







  2" 







; (476)
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


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
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


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


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




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: (477)
F

ur die Behandlung von Diagrammenmit zwei Fermionen-Str

omenwerden die folgenden Regeln
ben

otigt, die nur in 4 Dimensionen angegeben werden k

onnen:



!


L

 


!


L
= 4  
!
L

 
!
L
; (478)



!


L

 


!


L
= 16  
!
L

 
!
L
: (479)
Die Natur ist maximal parit

atsverletzt. Linksh

andige Fermionen transformieren sich unter der
SU(2){Gruppe anders als rechtsh

andige. Anstatt der Benutzung der Projektoren P
L=R
ist es
g

unstiger, die 2-komponentigen Weyl-Fermionen zu verwenden, wie es im Kapitel 2.3.3 beim
Wess-Zumino-Modell erfolgte.
In der 4-komponentigen Sprache gilt f

ur die Dirac-Fermionen:
L
Dirac
=  i	
D


@

	
D
 M 	
D
	
D
: (480)
Bei Benutzung der folgenden Darstellung f

ur die 4 4 Dirac-Matrizen:


=
 
0 



0
!
; 
5
=
 
 1 0
0 1
!
(481)
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und die Dirac-Spinoren
20
	
D
=
 



+ _
!
; 	
D
=



; 
+
_

(482)
gilt:
P
L
	
D
=
 


0
!
; P
R
	
D
=
 
0

+ _
!
: (483)
Hierbei sind 

die Pauli-Matrizen. Dies bedeutet, da zur Beschreibung von fermionischen
Freiheitsgraden die Weyl-Spinoren  und  herangezogen werden k

onnen:
L
Dirac
=  i
+


@

   i
+


@

 M(  + 
+

+
) : (484)
Diese Schreibweise wird vor allem bei Majorana-Spinoren sehr einfach. Im MSSM sind die
Gluinos und die Neutralinos Majorana-Fermionen. Majorana-Spinoren ergeben sich aus (482)
mit der zus

atzlichen Forderung:  = :
	
M
=
 



+ _
!
; 	
M
=



; 
+
_

: (485)
Die Lagrange-Dichte
L
Majorana
=  
i
2

	
M


@

	
M
 
1
2
M

	
M
	
M
(486)
hat in der 2-dimensionalen Darstellung die Form:
L
Majorana
=  i 
+


@

  
1
2
M(  + 
+

+
) : (487)
F

ur die Matrizen 

und 

aus (481) gelten die folgenden zwei Antikommutationsrelationen:
[



+ 



]


=  2 g




; (488)
[



+ 



]
_

_
=  2 g


_

_
: (489)
Eine weitere wichtige Denition ist der ladungskonjugierte Spinor:
	
C
 C 	
T
; (490)
wobei C der Ladungskonjugationsoperator ist. F

ur C gilt in jeder Darstellung:
C
+
= C
 1
; C
T
=  C : (491)
20
Es soll gelten, da die unteren Komponenten von 	 immer mit gepunkteten Indizes versehen werden.
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Die Anwendung von C auf 	 f

uhrt auf:
	
C
= C 	
T
=
 


+
!
; (492)
und alles kann mit linksh

andigen Feldern beschrieben werden:
	
L
=
 

0
!
; 	
C
L
=
 

0
!
: (493)
Aus der Gleichung (492) folgt, da ein Majorana-Teilchen sein eigenes Anti-Teilchen ist:
	
M
= 	
C
M
: (494)
Zum Abschlu soll noch eine Eigenschaft der Ladungskonjugationsmatrix gezeigt werden, die
besonders wichtig ist, wenn man mit Majorana-Fermionen arbeitet [42]:
C
 1
 
i
C = + 
T
i
fur  
i
2 f1; 
5
; 


5
g ; (495)
C
 1
 
i
C =   
T
i
fur  
i
2 f

; 

g : (496)
D Farb-Algebra
Die Generatoren T
a
der SU(3)
C
erf

ullen die folgende Kommutationsrelation:
[T
a
;T
b
] = if
abc
T
c
; (497)
wobei f
abc
die antisymmetrischen Strukturkonstanten der SU(3)
C
sind. Eine irreduzible 3-
dimensionale Darstellung wurde von Gell-Mann eingef

uhrt:
T
1
=
1
2
0
B
@
0 1 0
1 0 0
0 0 0
1
C
A
; T
2
=
1
2
0
B
@
0  i 0
i 0 0
0 0 0
1
C
A
;
T
3
=
1
2
0
B
@
1 0 0
0  1 0
0 0 0
1
C
A
; T
4
=
1
2
0
B
@
0 0 1
0 0 0
1 0 0
1
C
A
;
T
5
=
1
2
0
B
@
0 0  i
0 0 0
i 0 0
1
C
A
; T
6
=
1
2
0
B
@
0 0 0
0 0 1
0 1 0
1
C
A
;
T
7
=
1
2
0
B
@
0 0 0
0 0  i
0 i 0
1
C
A
; T
8
=
1
2
p
3
0
B
@
1 0 0
0 1 0
0 0  2
1
C
A
:
(498)
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F

ur die obigen Gell-Mann-Matrizen oder im allgemeinen f

ur die Generatoren der SU(3) gelten
die folgenden Relationen:
T
a
ij
T
a
kl
=
1
2


il

jk
 
1
3

ij

kl

; (499)
tr(T
a
) = 0 : (500)
Bei der Behandlung von Farbfaktoren sind einige Beziehungen f

ur die Strukturkonstanten von
Relevanz [58, 97]:
f
acd
f
bcd
= 3 
ab
; (501)
f
cba
f
deb
f
kae
=  
3
2
f
cdk
; (502)
f
abe
f
ecd
+ f
cbe
f
aed
+ f
dbe
f
ace
= 0 : (503)
Weiterhin sollen noch einige n

utzliche Relationen angegeben werden, welche u. a. in [58]
ausf

uhrlich vorgerechnet werden:
f
bac
T
c
T
b
=
i
2
n
c
T
a
; (504)
T
b
T
a
T
b
= T
a

 
1
2
n
c
+T
b
T
b

; (505)
wobei n
c
die Anzahl der Farben ist. Die Gleichung (501) kann verallgemeinert werden zu
f
acd
f
bcd
= n
c

ab
. Um die Arbeit m

oglichst lesbar zu halten, werden einige typische Farbfaktoren
berechnet:
Beispiel 1:
T
c
T
d
f
dba
f
acb
= 3 
dc
T
c
T
d
= 4 ;
Beispiel 2:
T
a
T
e
f
adc
f
dek
f
ckb
=  
3
2
T
a
T
e
f
aeb
=  i
9
4
T
b
;
Beispiel 3:
T
a
T
c
T
d
f
ade
f
ecb
= T
c
T
a
T
d
f
ade
f
ecb
+ i f
ack
T
k
T
d
f
ade
f
ecb
= T
c
i 3
2
T
d
( f
ebc
) + iT
k
T
d
( f
kca
) ( f
dae
) f
bec
=
 i 3
2
i 3
2
T
b
+ iT
k
T
d
3
2
f
kdb
= 0 :
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Im weiteren sollen noch einige Farbidentit

aten gegeben werden, welche die Generatoren einer
beliebigen Darstellung der SU(3)
C
mit der Standard-Darstellung in Beziehung setzen. Zur
Herleitung dieser Resultate wurde [88] herangezogen. Dank dieser Gleichung war es m

oglich,
die Ergebnisse in Kapitel 4.2 kompakt zu pr

asentieren, ohne die verwendeten Darstellungen
genau zu spezizieren. Es gilt [77]:
T
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()ij
T
a
( )kl
C
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=
1
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
4
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  

  
 

C
ikm
; (506)
T
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(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a
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1
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4
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C
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; (507)
T
a
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a
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1
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4
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  
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C
ikm
; (508)
C

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()il
C
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=
3
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4
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  
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T
a
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; (509)
C

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3
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; (510)
C

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; (511)
C

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3
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wobei


= 3(

  
 
)
2
+
3
2


 
7
2

 
 
2
3
; (513)

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  

)
2
+
3
2

 
 
7
2


 
2
3
: (514)
Bei der Ableitung dieser Identit

aten mu von dem Eichinvarianzverhalten des konkreten Prozes-
ses (318) gebrauch gemacht werden. Aus Gr

unden der Vollst

andigkeit sollen noch die folgenden
Gleichungen gegeben werden:
T
a
T
b
=
i
2
f
abc
T
c
+
1
2
d
abc
T
c
+
1
6

ab
1 ; (515)
f
abc
f
abd
= 3
cd
; d
abc
d
abd
=
5
3

cd
; d
aab
= 0 : (516)
E Integrale
Im folgenden wird eine allgemeine Prozedur zur L

osung von Einschleifen- und Zweischleifen-
Integralen mit verschwindenden

aueren Impulsen angegeben. In den hier betrachteten F

allen
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k

onnte der Integrand f

ur ein typisches 2-loop-Integral mit den Schleifenimpulsen q
1
und q
2
die
folgende Form besitzen:
I =
q

1
q

1
q

2
q

2
q
"
2
q

2
((q
1
+ q
2
)
2
 m
2
1
)
a
1
((q
1
+ q
2
)
2
 m
2
2
)
a
2
(q
2
1
 m
2
3
)
a
3
(q
2
1
 m
2
4
)
a
4
(q
2
2
 m
2
5
)
a
5
: (517)
Der Vorteil des hier pr

asentierten Verfahrens ist, da es streng analytisch ist und sich leicht am
Computer implementieren l

at. Es besteht im wesentlichen aus drei Schritten:
1. Reduktion der tensoriellen Integrale auf skalare Integrale,
2. Vereinfachung des Z

ahlers und des Nenners im Integranden mittels Partialbruchzerlegung,
3. L

osen der verbleibenden Integrale mit Hilfe der dimensionalen Regularisierung [98].
Im weiteren werden die einzelnen Schritte detailliert beschrieben.
E.1 Reduktion der tensoriellen Integrale zu skalaren Integralen
Integrale mit einer ungeraden Anzahl von q

i
im Z

ahler sind Null wegen der symmetrischen In-
tegrationsgrenzen. Die einzigen index-behafteten Gr

oen sind die Integrationsvariablen (Schlei-
fenimpulse) und der metrische Tensor, deshalb gelten f

ur die 1-loop-Integrale die folgenden
oensichtlichen Relationen:
Z
d
D
q
q

q

A(q)
=
1
D
Z
d
D
q
q
2
A(q)
g

; (518)
Z
d
D
q
q

q

q

q

A(q)
=
1
D
2
+ 2D
Z
d
D
q
q
4
A(q)

g

g

+ g

g

+ g

g


; (519)
Z
d
D
q
q

1
q

2
: : : q

2k
A(q)
=
 (2   ")
2
k
 (2   "+ k)
Z
d
D
q
q
2k
A(q)
X : (520)
Das Symbol X steht f

ur die Summe aller Permutationen von metrischen Tensoren g

j

k
. Diese
obigen Aussagen lassen sich ohne weiteres f

ur 2-loop-Integrale verallgemeinern. Hierbei ist die
erste Relation oensichtlich, die beiden folgenden werden im Anschlu vorgerechnet.
Z
d
D
q
1
d
D
q
2
q

1
q

2
A(q
1
; q
2
)
=
1
D
Z
d
D
q
1
d
D
q
2
(q
1
 q
2
)
A(q
1
; q
2
)
g

; (521)
Z
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D
q
1
d
D
q
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1
q
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)
=
1
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+ 2D
Z
d
D
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D
q
2
q
2
1
(q
1
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2
)
A(q
1
; q
2
)


g

g

+ g

g

+ g

g


; (522)
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=
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Z
d
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1
d
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q
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
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1
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
g

g

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
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#
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(523)
A steht f

ur eine beliebige Funktion, die im 1-loop Fall nur von q
2
und im 2-loop Fall von q
2
1
,
q
2
2
und (q
1
+ q
2
)
2
und selbstverst

andlich von beliebigen Massen abh

angen kann. Ein typischer
Ausdruck f

ur den hier relevanten Fall ist in Gleichung (517) zu nden.
Um die Gleichung (522) zu verizieren, wird der folgende Ansatz gemacht:
Z
d
D
q
1
d
D
q
2
q

1
q

1
q

1
q

2
A(q
1
; q
2
)
= F
1

g

g

+ g

g

+ g

g


;
der gerechtfertigt ist, da es keine Rolle spielt, mit welchem Index man  kontrahiert. Indem
eine beliebige Kombination der obigen metrischen Tensoren ausw

ahlt wird (z. B. g

g

) und
beide Seiten in der letzten Gleichung damit multipliziert und kontrahiert werden, erh

alt man:
Z
d
D
q
1
d
D
q
2
q
2
1
(q
1
 q
2
)
A(q
1
; q
2
)
= F
1
(D
2
+ 2D) :
Au

osen nach F
1
und Einsetzen in den Ansatz ergibt das gew

unschte Resultat.
Der Beweis von Gleichung (523) ist etwas komplizierter [71] und soll deshalb noch einmal
ausf

uhrlich vorgef

uhrt werden. Es wird der folgende Ansatz gemacht:
Z
d
D
q
1
d
D
q
2
q

1
q

1
q

2
q

2
A(q
1
; q
2
)
= F
1
g

g

+ F
2

g

g

+ g

g


:
Im weiteren multipliziert man beide Seiten mit g

g

und mit g

g

bzw. mit g

g

(die
letzteren beiden Umformungen liefern dasselbe Resultat und sind somit identisch, daher ist
kein F
3
zu nden). Dies f

uhrt auf die beiden Gleichungen:
X
1
= D
2
F
1
+ 2DF
2
;
X
2
= DF
1
+D(D + 1)F
2
;
wobei der Integrand von X
1
die Form q
2
1
q
2
2
=A(q
1
; q
2
) besitzt und f

ur den Integranden in X
2
ergibt sich (q
1
 q
2
)
2
=A(q
1
; q
2
). Aus obigem Gleichungssystem folgt durch Inversion:
 
F
1
F
2
!
=
1
D
3
+D
2
  2D
 
1 +D  2
 1 D
! 
X
1
X
2
!
:
Dieses Resultat liefert zusammen mit dem Ansatz das Ergebnis (522).
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E.2 Vereinfachung des Z

ahlers und Nenners
Mit Hilfe der Partialbruchzerlegung lassen sich die Integranden weiter vereinfachen:
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Der Z

ahler wird mit Hilfe der folgenden Relationen unabh

angig von den Schleifenimpulsen:
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; (526)
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Nach der Ausf

uhrung der oben erw

ahnten Schritte erh

alt man die beiden folgenden Integrale:
G
m
a
= 
2"
Z
d
D
q
1
(q
2
 m
2
)
a
; (528)
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Das Integral in (528) l

at sich nun trivial l

osen, das Integral in (529) kann man jedoch weiter
vereinfachen. Es gilt die folgende Beziehung:
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mit deren Hilfe jedes Integral mit m
i
6= 0 auf folgendes Grundintegral reduziert werden kann:
G
m
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2
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Z
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Eine andere, vor allem im Fall von drei nichtverschwindenden Massen, sehr eektive Methode
zur Reduktion der Exponenten im Nenner der Integrale ist die Ausnutzung von Rekurrens-
Relationen. Da dies ein sehr elegantes Verfahren ist, wird diesem Thema ein separates Unter-
kapitel (siehe E.4) gewidmet.
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Der letzte verbleibende Schritt ist die L

osung der Grundintegrale mit Hilfe der Feynman-
Parametrisierung [22]. Dieses Verfahren macht Gebrauch von folgender Relation:
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; (532)
wobei a
i
f

ur den Nenner eines allgemeinen Propagators steht, 
i
sind beliebige ganzzahlige
Exponenten. Man kann sich leicht

uberzeugen, da f

ur den Spezialfall n = 2; 
1
= 
2
= 1 gilt:
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Nachdem die Feynman-Parametrisierung durchgef

uhrt ist, kann man mit Hilfe der folgenden
Gleichung:
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(P (k) + i")
a
=
( i)
a
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Z
1
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dZ Z
(a 1)
exp[i Z (P (k) + i ")] (533)
das D = (4 2"){dimensionale Impuls-Integral in ein Gau-Integral

uberf

uhren. F

ur das Gau-
sche Integral gilt in D Dimensionen die folgende Identit

at:
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Z
M
d
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Die obigen Schritte zusammengefat ergeben f

ur das allgemeine Einschleifen-Integral aus Glei-
chung (528):
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Aus dieser sehr allgemeinen Beziehung werden nun die folgenden drei f

ur diese Arbeit wichtigen
Ergebnisse abgeleitet:
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Hierbei ist 
E
= 0:577216 : : : die Euler-Mascheroni-Zahl.
Die 2-loop-Integrale lassen sich mit demselben Verfahren l

osen. Es ist aus Gr

unden der Ein-
fachheit sinnvoller, das Integral G
m1;m2;m3
2;1;1
zu l

osen und im Anschlu die Beziehung:
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zu benutzen. Entsprechend [98] ergibt sich f

ur G
m1;m2;m3
2;1;1
:
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Hierbei wurden die folgenden Abk

urzungen gew

ahlt:

2
=
ay + b (1  y)
y (1  y)
; a =
m
2
2
m
2
1
; b =
m
2
3
m
2
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:
Dieses Integral l

at sich analytisch l

osen, es ist jedoch f

ur den hier betrachteten Fall zu all-
gemein. Bei den f

ur diese Arbeit relevanten Integralen ist immer eine Masse identisch Null,
wodurch die Handhabbarkeit der Resultate wesentlich erleichtert wird. Im folgenden wird eine
Liste aller relevanten Integrale angegeben:
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mit x = m
2
3
=m
2
2
und einem Vorfaktor: F = (
2
=m
2
2
)
(2 ")
 (1 + ")
2
.
Bei der Vereinfachung und Berechnung der Integrale wurde von einer wichtigen Eigenschaft der
dimensionalen Regularisierung Gebrauch gemacht. F

ur alle masselosen Integrale gilt:
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= 0 : (549)
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Abschlieend sollen noch die Spezialf

alle m
1
= m
2
, m
3
= 0 und m
2
= m
3
= 0 angegeben
werden. Um die Notation kompakt zu halten, wird das Pochhammer-Symbol (a)
k
deniert:
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Damit folgt:
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E.4 Rekurrens-Relationen
Zur Ableitung der Rekurrens-Relationen benutzt man die folgenden Identit

aten [99, 100]:
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welche durch eine Umsubstitution der Integrationsvariablen ineinander

uberf

uhrt werden
k

onnen. Die Vierer-Divergenz im Integral kann mittels dem Gauschen Integralsatz in ein Ober-


achen-Integral

uberf

uhrt werden, welches symmetrische Grenzen und einen asymmetrischen
Integranden enth

alt. Die Auswertung der ersten Beziehung liefert:
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wobei immer gelten soll G
m
1
;m
2
;m
3
a
1
;a
2
;a
3
= G
a
1
;a
2
;a
3
. Die zweite Identit

at folgt aus der ersten durch
die Substitution: a
1
$ a
2
und m
1
$ m
2
. F

ur die Gleichung (555) ergibt sich:
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Diese 3 Gleichungen verkn

upfen Integrale mit einer Exponentensumme a
1
+ a
2
+ a
3
+ 1 mit
Integralen, bei denen die Exponentensumme um 1 reduziert ist. Sie stellen 3 linear unabh

angige
Relationen dar, die benutzt werden k

onnen, um nach den Integralen G
a
1
+1;a
2
;a
3
, G
a
1
;a
2
+1;a
3
und
G
a
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3
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aufzul

osen. Man erh

alt die folgende Rekurrens-Relation [100]:
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mit der Determinante (m
1
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3
) des zugeh

origen Gleichungssystems:
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Die Rekurrens-Relationen f

ur G
a
1
;a
2
+1;a
3
und G
a
1
;a
2
;a
3
+1
ergeben sich durch einfache Permuta-
tion der Indizes. F

ur diese Arbeit ist vor allem der Fall relevant, da eine Masse (o. B. d. A.
m
3
) identisch Null ist. Damit kann durch einen Grenz

ubergang m
3
! 0 sofort die Beziehungen
f

ur G
a
1
+1;a
2
;a
3
und G
a
1
;a
2
+1;a
3
abgeleitet werden:
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Es wurde hier bereits sinnvollerweise das Massenverh

altnis x = m
2
2
=m
2
1
eingef

uhrt.
Der Grenz

ubergang m
3
! 0 existiert nicht f

ur G
a
1
;a
2
;a
3
+1
, wie man sich leicht

uberzeugt. Diese
Rekurrens-Relation mu direkt bestimmt werden, was hier getan werden soll. Dieser Weg ist
selbstverst

andlich auch f

ur die beiden soeben angegebenen Gleichungen anwendbar.
Der erste Schritt ist die Eliminierung von G
a
1
+1;a
2
;a
3
in Gleichung (556):
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Nun mu G
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1
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ersetzt werden, was nach Umsortieren den folgenden Ausdruck ergibt:
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Damit besitzt die dritte Rekurrens-Relation die folgende Form:
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F.1 Feynman-Diagramme zum BB{Mixing
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Abbildung 20: Diagramme f

ur die NLO-Rechnungen im SM, welche im Limes verschwindender Massen der ex-
ternen Quarks konvergent sind. Zus

atzliche Diagrammemit einem Higgs-Boson und zwei Higgs-Bosonen m

ussen
im 2HDM berechnet werden, sowie Diagramme, die durch eine Fierz-Transformation aus obigen hervorgehen.
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Abbildung 21: Diagramme f

ur die NLO-Rechnung im SM, bei welchen IR-Divergenzen auftreten, wenn man
die externen Quarks masselos annimmt. Das letzte Diagramm ist der sogenannte Doppel-Pinguin, welcher bei
verschwindenden externen Impulsen nicht zu der gew

unschten Ordnung beitr

agt. Zus

atzliche Diagramme im
2HDM und
"
crossed\ Diagramme m

ussen ebenfalls berechnet werden.
F.2 Analytische NLO-Resultate f

ur das BB{Mixing 139
F.2 Analytische NLO-Resultate f

ur das BB{Mixing
Die Funktionen L
(i;SM)
k

onnen zerlegt werden:
L
(i;SM)
(x
W
) = WW
(i)
(x
W
) + 2W
(i)
(x
W
) + 
(i)
(x
W
) (565)
wobei
WW
(1)
(x
W
) = WW
(1)
tt
(x
W
)  2 WW
(1)
tu
(x
W
) +WW
(1)
uu
(x
W
) ; (566)
WW
(1)
tt
(x
W
) =
(4 x
W
+ 38 x
2
W
+ 6 x
3
W
) ln(x
W
)
(x
W
  1)
4
+
(12 x
W
+ 48 x
2
W
+ 12 x
3
W
) Li
2
(1  1=x
W
)
(x
W
  1)
4
+
(24 x
W
+ 48 x
2
W
) Li
2
(1   x
W
)
(x
W
  1)
4
 
3 + 28 x
W
+ 17 x
2
W
(x
W
  1)
3
; (567)
2WW
(1)
tu
(x
W
) =
2 (3 + 13x
W
)
(x
W
  1)
2
 
2x
W
(5 + 11x
W
) ln(x
W
)
(x
W
  1)
3
 
12x
W
(1 + 3x
W
) Li
2
(1  1=x
W
)
(x
W
  1)
3
 
24x
W
(1 + x
W
)Li
2
(1  x
W
)
(x
W
  1)
3
; (568)
WW
(1)
uu
(x
W
) = 3 ; (569)

(1)
(x
W
) =  
x
2
W
(7 + 52x
W
  11x
2
W
)
4 (x
W
  1)
3
+
3x
3
W
(4 + 5x
W
  x
2
W
) ln(x
W
)
2 (x
W
  1)
4
+
3x
3
W
(3 + 4x
W
  x
2
W
)Li
2
(1  1=x
W
)
(x
W
  1)
4
+
18x
3
W
Li
2
(1   x
W
)
(x
W
  1)
4
; (570)
2 W
(1)
(x
W
) =
4x
2
W
(11 + 13x
W
)
(x
W
  1)
3
+
2x
2
W
(5 + x
W
)(1   9x
W
) ln(x
W
)
(x
W
  1)
4
 
24x
2
W
(1 + 4x
W
+ x
2
W
)Li
2
(1   1=x
W
)
(x
W
  1)
4
 
48x
2
W
(1 + 2x
W
)Li
2
(1   x
W
)
(x
W
  1)
4
;
(571)
WW
(8)
(x
W
) = WW
(8)
tt
(x
W
)  2 WW
(8)
tu
(x
W
) +WW
(8)
uu
(x
W
) ; (572)
140 F DAS BB{MIXING
WW
(8)
tt
(x
W
) =
2 x
W
(4   3 x
W
) ln(x
W
)
(x
W
  1)
3
 
(12 x
W
  12 x
2
W
  8 x
3
W
) Li
2
(1   1=x
W
)
(x
W
  1)
4
+
(8  12 x
W
+ 12 x
2
W
) Li
2
(1  x
W
)
(x
W
  1)
4
 
(23   x
W
)
(x
W
  1)
2
; (573)
2 WW
(8)
tu
(x
W
) =
4 ( 2 + x
W
) 
2
3x
W
 
2 (8   5 x
W
) ln(x
W
)
(x
W
  1)
2
 
4 (3 x
W
+ 2 x
2
W
) Li
2
(1  1=x
W
)
(x
W
  1)
2
+
4 (4   6 x
W
+ 3 x
2
W
) Li
2
(1  x
W
)
x
W
(x
W
  1)
2
+
30
(x
W
  1)
; (574)
WW
(8)
uu
(x
W
) =  23 +
4
3

2
; (575)

(8)
(x
W
) =  
11x
2
W
(1 + x
W
)
4 (x
W
  1)
2
+
x
3
W
(4   3x
W
) ln(x
W
)
2 (x
W
  1)
3
+
x
3
W
(3  3x
W
+ 2x
2
W
)Li
2
(1  1=x
W
)
(x
W
  1)
4
+
x
2
W
(2 + 3x
W
  3x
2
W
)Li
2
(1   x
W
)
(x
W
  1)
4
;
(576)
2 W
(8)
(x
W
) =
30x
2
W
(x
W
  1)
2
+
12x
3
W
ln(x
W
)
(x
W
  1)
3
 
12x
4
W
Li
2
(1  1=x
W
)
(x
W
  1)
4
 
12x
2
W
(2   x
2
W
)Li
2
(1   x
W
)
(x
W
  1)
4
: (577)
Die Funktionen L
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onnen in der folgenden Weise dargestellt werden:
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Die Buchstaben W ,  und H stehen f

ur das W -Boson, das would-be-Goldstone-Boson und das
physikalische Higgs-Teilchen. Die Kombination W bezeichnet somit ein Diagramm mit einem
internen W{Boson und einem internen would-be-Goldstone Boson (unphysikalisches, skalares
Teilchen).
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G.1 Die Operatorbasis
Es wird zwischen 3 Arten von Operatoren unterschieden: den physikalischen, den bewegungs-
gleichungsverschwindenden und den evanescenten Operatoren. Die Operatorbasis ist dahinge-
hend optimiert, da so viel wie m

oglich Operatoren bei Anwendung der Bewegungsgleichung
verschwinden. Die physikalischen Operatoren sind :
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Die bewegungsgleichungsverschwindenden Operatoren haben das folgenden Aussehen:
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Die kovariante Ableitung innerhalb der Operatoren
^
P
34
und
^
P
35
wirkt nur auf die Spinoren
und nicht auf den Feldst

arketensor G
a

bzw. F

. Die Ladung des Feldes q wird durch Q
q
symbolisiert. Die f

ur diese Arbeit ebenfalls wichtigen evanescenten Operatoren lauten :
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Die Summe

uber q beinhaltet nur die leichten Quarkfelder, d. h. q = fu; d; s; c; bg.
G.2 Feynman-Diagramme f

ur die Zerf

alle b! s , b! s g

2
1
Abbildung 22: Im Bild sind die 1loop-Diagramme f

ur die Zerf

alle b! s  und b ! s g in einem generischen
Modell dargestellt. Die durchgezogene Linie repr

asentiert ein Fermion, die gestrichelte Linie ist ein Boson. Die
kleinen Kreise stellen die Ankopplung eines Gluons oder Photons dar.
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Abbildung 23: Im Bild sind die Diagramme f

ur den Fermion-Skalar-Sektor f

ur die Zerf

alle b! s  und b! s g
in einem generischen Modell gezeigt. Die kleinen Kreise deuten die Ankopplung eines Gluons bzw. eines Photons
(auer Kreise mit der Nummer 5) an. Die durchgezogene Linie repr

asentiert ein Fermion, die gestrichelte Linie
ein skalares Teilchen. Das interne Gluon ist durch eine Schlangenlinie dargestellt. Die entsprechenden Diagramme
f

ur den Fermion-Vektor-Boson-Sektor erh

alt man durch den Austausch des skalaren Teilchens mit einem Vektor-
Boson. Dadurch entstehende Diagramme mit Gluon-Vektor-Boson-Kopplung werden weggelassen.
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27(1   x)
4
lnx +
 5x
2
+ 76x + 481
81(1   x)
3
; (607)
h
4
=
 5x
6(1   x)
2
Li
2

1 
1
x

+
51x
3
+ 60x
2
+ x
12(1   x)
5
ln
2
x
+
 11x
4
  163x
3
  153x
2
+ 35x + 4
18(1   x)
5
lnx +
19x
3
  163x
2
  59x + 11
12(1   x)
4
; (608)
h
5
=
7x
6(1   x)
2
Li
2

1 
1
x

+
 3x
3
  30x
2
+ x
12(1   x)
5
ln
2
x
+
2x
4
+ 112x
3
+ 177x
2
  35x   4
18(1   x)
5
lnx +
 4x
3
+ 161x
2
+ 16x   5
12(1   x)
4
; (609)
h
6
=
 14x
3
+ 112x
2
+ 34x
9(1   x)
4
Li
2

1  
1
x

+
 39x
3
+ 48x
2
+ 23x
9(1   x)
5
ln
2
x
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+
 34x
3
  168x
2
+ 78x+ 8
27(1   x)
4
lnx +
 113x
2
+ 643x + 22
81(1   x)
3
; (610)
h
7
=
4x  10
3(1   x)
2
Li
2

1 
1
x

+
 6x
2
  51x  28
6(1   x)
4
ln
2
x
+
6x
3
  8x
2
+ 77x  3
3(1   x)
4
lnx +
 x
2
+ 3x + 142
6(1   x)
3
; (611)
h
8
=
 2x+ 8
3(1   x)
2
Li
2

1 
1
x

+
6x
2
  3x+ 20
6(1   x)
4
ln
2
x
+
 6x
3
+ 19x
2
  85x+ 9
3(1   x)
4
lnx +
23x
2
  90x   59
6(1  x)
3
; (612)
h
9
=
 8x
2
  8x  176
9(1  x)
3
Li
2

1  
1
x

+
12x
2
+ 54x   112
9(1  x)
4
ln
2
x
+
 24x
2
+ 124x   24
9(1   x)
3
lnx +
34x   104
9(1   x)
2
; (613)
h
10
=
 5x  1
3(1   x)
2
Li
2

1 
1
x

+
 39x
2
  39x   7
6(1   x)
4
ln
2
x
+
3x
3
+ 40x
2
+ 38x   9
3(1   x)
4
lnx +
 25x
2
+ 147x + 22
6(1  x)
3
; (614)
h
11
=
7x  1
3(1   x)
2
Li
2

1 
1
x

+
9x
2
+ 9x+ 5
6(1   x)
4
ln
2
x
+
 3x
3
  29x
2
  40x+ 9
3(1   x)
4
lnx +
5x
2
  138x + 7
6(1   x)
3
; (615)
h
12
=
28x
2
  176x   44
9(1  x)
3
Li
2

1  
1
x

+
54x
2
  66x  34
9(1   x)
4
ln
2
x
+
12x
2
+ 100x   36
9(1   x)
3
lnx +
22x   92
9(1  x)
2
; (616)
h
13
=
9x  6
16(1   x)
2
Li
2

1  
1
x

+
45x
2
+ 42x  6
32(1   x)
4
ln
2
x
+
 3x
3
  90x
2
  69x+ 18
32(1   x)
4
lnx +
39x
2
  183x
32(1   x)
3
; (617)
h
14
=
9x  6
16(1   x)
2
Li
2

1  
1
x

+
 3x
2
+ 36x   6
32(1   x)
4
ln
2
x
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+
3x
3
  45x
2
  30x + 9
16(1   x)
4
lnx +
3x
2
  72x + 6
16(1   x)
3
; (618)
h
15
=
 9x+ 6
8(1   x)
2
Li
2

1 
1
x

+
 21x
2
  39x + 6
16(1   x)
4
ln
2
x
+
 3x
3
+ 180x
2
+ 129x   36
32(1   x)
4
lnx +
 45x
2
+ 327x   12
32(1   x)
3
; (619)
h
16
=
 172x
2
+ 211x   27
96(1   x)
3
Li
2

1 
1
x

+
531x
3
+ 639x
2
+ 649x   27
192(1   x)
5
ln
2
x
 
185x
4
+ 1996x
3
+ 1755x
2
+ 898x   226
288(1   x)
5
lnx  
509x
3
  65x
2
+ 2699x   71
192(1   x)
4
; (620)
h
17
=
140x
2
  179x + 27
96(1   x)
3
Li
2

1  
1
x

+
 147x
3
+ 177x
2
  569x + 27
192(1   x)
5
ln
2
x
+
149x
4
+ 1072x
3
+ 2247x
2
+ 790x   226
288(1   x)
5
lnx +
485x
3
+ 479x
2
+ 1795x   71
192(1   x)
4
; (621)
h
18
=
68x
3
+ 167x
2
+ 314x + 75
72(1   x)
4
Li
2

1 
1
x

+
 171x
3
+ 153x
2
+ 455x + 75
144(1   x)
5
ln
2
x
+
 65x
3
  381x
2
+ 318x + 10
216(1   x)
4
lnx +
1513x
2
+ 2782x + 1621
1296(1   x)
3
; (622)
h
19
=
 9
8(1   x)
Li
2

1  
1
x

 
33x + 21
16(1   x)
3
ln
2
x  
3x
2
  45x  6
8(1  x)
3
lnx  
3x  15
2(1   x)
2
; (623)
h
20
=
 9
8(1   x)
Li
2

1  
1
x

+
 3x  15
16(1   x)
3
ln
2
x +
 3x
2
+ 45x
8(1   x)
3
lnx +
9x+ 33
8(1   x)
2
; (624)
h
21
=
9
4(1   x)
Li
2

1  
1
x

+
9x+ 9
4(1  x)
3
ln
2
x +
3x
2
  45x  3
4(1  x)
3
lnx +
3x  93
8(1   x)
2
; (625)
h
22
=
59x   68
24(1   x)
2
Li
2

1  
1
x

+
 39x
2
  84x   47
12(1   x)
4
ln
2
x
+
63x
3
+ 379x
2
+ 701x + 9
48(1   x)
4
lnx +
71x
2
+ 54x + 451
24(1   x)
3
; (626)
h
23
=
 43x + 52
24(1   x)
2
Li
2

1  
1
x

+
9x
2
+ 37
12(1   x)
4
ln
2
x
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+
 63x
3
  203x
2
  781x + 39
48(1   x)
4
lnx +
 67x
2
  210x   227
24(1   x)
3
; (627)
h
24
=
 7x
2
  49x  112
18(1   x)
3
Li
2

1 
1
x

+
6x
2
  6x  46
9(1   x)
4
ln
2
x
+
3x
2
+ 70x  39
36(1   x)
3
lnx +
 23x  95
36(1   x)
2
; (628)
j
1
=
 2x
2
+ x
(1   x)
4
lnx +
 5x
2
  5x+ 4
6(1   x)
3
; (629)
j
2
=
 x
2
(1   x)
4
lnx +
 2x
2
  5x+ 1
6(1   x)
3
; (630)
j
3
=
x
2
(1   x)
3
lnx +
3x   1
2(1  x)
2
; (631)
j
4
=
 4x
(1   x)
3
lnx +
 2x  2
(1  x)
2
; (632)
j
5
=
2x
(1   x)
2
lnx +
2
(1  x)
; (633)
k
1
=
24x
3
+ 144x
2
  80x
3(1   x)
4
Li
2

1  
1
x

+
32x
3
+ 120x
2
  56x
3(1   x)
5
ln
2
x
+
60x
4
  1740x
3
  84x
2
+ 796x   184
27(1   x)
5
lnx  
1538x
3
+ 5652x
2
  4806x + 1072
81(1   x)
4
;
(634)
k
2
=
32x
3
+ 72x
2
  16x
3(1  x)
4
Li
2

1 
1
x

+
112x
2
  16x
3(1   x)
5
ln
2
x
+
96x
4
  1272x
3
  48x
2
+ 40x + 32
27(1   x)
5
lnx +
 2024x
3
  954x
2
  540x + 62
81(1   x)
4
; (635)
k
3
=
 56x
2
3(1   x)
3
Li
2

1 
1
x

+
 8x
3
  64x
2
3(1   x)
4
ln
2
x
+
48x
3
+ 80x
2
  32x
3(1   x)
4
lnx +
110x
2
  12x   2
3(1   x)
3
; (636)
k
4
=
64x
2
+ 192x
3(1   x)
3
Li
2

1 
1
x

+
64x
2
+ 224x
3(1   x)
4
ln
2
x
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+
16x
3
  368x
2
  64x+ 32
3(1  x)
4
lnx +
 136x
2
  256x + 8
3(1   x)
3
; (637)
k
5
=
64x
2
+ 192x
3(1   x)
3
Li
2

1  
1
x

+
64x
2
+ 224x
3(1   x)
4
ln
2
x
+
16x
3
  400x
2
3(1   x)
4
lnx +
 56x
2
  64x   8
(1  x)
3
; (638)
k
6
=
 64x
3(1   x)
2
Li
2

1 
1
x

+
 16x
2
  80x
3(1   x)
3
ln
2
x
+
88x
2
+ 40x
3(1   x)
3
lnx +
120x + 8
3(1  x)
2
; (639)
k
7
=
15x
3
+ 72x
2
  35x
3(1   x)
4
Li
2

1 
1
x

+
68x
3
+ 66x
2
  38x
3(1   x)
5
ln
2
x
 
150x
4
+ 3534x
3
  561x
2
  971x + 152
54(1   x)
5
lnx  
3857x
3
+ 21960x
2
  12501x + 508
324(1   x)
4
;
(640)
k
8
=
64x
2
+ 48x
3(1   x)
3
Li
2

1 
1
x

+
136x
2
+ 152x
3(1   x)
4
ln
2
x
+
 20x
3
  404x
2
+ 26x+ 14
3(1  x)
4
lnx +
 127x
2
  220x   37
3(1  x)
3
: (641)
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
age im MSSM
In diesem Teil des Anhangs werden f

ur die numerische Auswertung wichtige nicht-gluonische
Beitr

age vom quartischen Squark-Vertex zusammengefat, welche proportional der starken
Kopplungskonstanten sind. Die vier Diagramme sind in Abbildung 24 dargestellt.
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Abbildung 24: Diagrammemit einem 4-Squark-Vertex. Die durchgezogene Linie stellt ein Fermion dar (Char-
gino, Neutralino, Gluino) und die gestrichelte Linie repr

asentiert ein up-Squark bzw. ein down-Squark. Die Kreise
mit den Zahlen indizieren Punkte, von denen ein Gluon bzw. ein Photon emittiert werden kann. Das Diagramm,
bei dem das Photon bzw. Gluon von dem Kreis mit der Nummer 1 wegiegt, verschwindet.
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wobei P
U
=  
U
L
 
U
L
y
  
U
R
 
U
R
y
und P
D
=  
D
L
 
D
L
y
  
D
R
 
D
R
y
. Die Massenverh

altnisse werden
wie bisher bezeichnet: z
AI
= m
2
~u
A
=m
2
~
 
I
, w
AI
= m
2
~
d
A
=m
2
~
0
I
und v
A
= m
2
~
d
A
=m
2
~g
.
Die expliziten Ausdr

ucke der Funktionen q
i
(x; y) lauten:
G.4 Nicht-gluonische Beitr

age im MSSM 153
q
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2
3(x  y)
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x
2
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4
 
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2
ln y
(1  y)
4
#
+
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2
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2
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2
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2
  x
2
  y
2
  22xy + 5x+ 5y + 2
9(1  x)
3
(1  y)
3
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q
2
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2
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x lnx
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4
 
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#
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 x
2
y
2
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2
y + 5xy
2
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2
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2
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3
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3
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q
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2
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2
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H Numerischer Input
F

ur die numerische Auswertung der Wilson-Koezienten und der Verzweigungsverh

altnisse
bzw. Massenaufspaltungen werden die folgenden Zahlenwerte verwendet:
1) Massen
21
m
W
= 80:41GeV ;
m
Z
= 91:187GeV ;
m
s
=
m
b
50
;
m
b
= 4:8GeV ;
m
t
= 175GeV ;
m
B
= 5279:2  1:8MeV ;
m
B
= 0:464  0:018  10
12
h s
 1
 3:0541  10
 10
MeV ;
m
Higgs
 100GeV ;
m
SUSY
 100GeV ;
2) CKM-Matrix
 = 0:22 ;
 = 0
 = 0:3 ;
A = 0:83
V
ub
= A
3
(  i ) =  i 0:0026 ;
V
us
=  = 0:22 ;
V
cb
= A
2
= 0:0401 ;
V
cs
= 1  
1
2

2
 
1
8

4
(1 + 4A
2
) = 0:9747 ;
V
tb
= 1  
1
2
A
2

4
= 0:9992 ;
V
ts
=  A
2
+
1
2
A(1  2 )
4
+ i  A
4
= 0:00057 + i 0:000583 :
Die aktuellen Mewerte unter Ber

ucksichtigung der Unitarit

at lauten [26]:
V
CKM
=
0
B
@
0:9745 bis 0:9760 0:217 bis 0:224 0:0018 bis 0:0045
0:217 bis 0:224 0:9737 bis 0:9753 0:036 bis 0:042
0:004 bis 0:013 0:035 bis 0:042 0:9991 bis 0:9994
1
C
A
:
21
Alle Massen sind Pol-Massen.
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3) Kopplungskonstanten und nichtst

orungstheoretische Parameter
G
F
= 1:16639(1)  10
 5
GeV ;
sin 

W
= 0:23124(24) ;
g
W
= 0:66 ;

S
(
b
) = 0:212 fur : 
b
= 5GeV ;

S
(m
W
) = 0:12 ;

S
(m
Z
) = 0:118 ;

on shell
em
= 1=137:036 ;
B
B
= 1:31(3) ;
f
B
= 175(25)MeV ;

2
= 0:12GeV
2
:
Das Verzweigungsverh

altnis des semileptonischen Zerfalls b! X
c
e 
e
betr

agt 0.104.
DieWerte f

ur 2HDM- bzw. MSSM-Parameter werden in den entsprechenden Kapiteln festgelegt.
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